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Résumé
Spectroscopie optique nonlinéaire à 1,55 µm de boîtes quantiques
GaN/AlN et de nanotubes de carbone
La technique originale de spectroscopie par saturation d’absorption, dite hole-
burning spectral, est mise en œuvre pour étudier l’élargissement homogène de tran-
sitions optiques à 1,55 µm dans deux types de nanostructures.
Pour les boîtes quantiques GaN/AlN, notre expérience constitue la première me-
sure directe de la largeur homogène de la transition intrabande s− pz. Des études
en puissance démontrent le rôle prédominant des processus Auger dans la relaxa-
tion de population des niveaux. Le profil spectral d’absorption homogène s’avère
gaussien. La forte augmentation de la largeur homogène entre 5K et 30K suggère
des mécanismes de décohérence autres que le couplage aux phonons acoustiques,
comme la diffusion spectrale.
Dans le cas des nanotubes de carbone, notre dispositif expérimental permet
d’étudier finement l’évolution du spectre d’absorption homogène de la transition
électronique fondamentale sur une large gamme de puissance et pour des tem-
pératures allant de 5K à 300K. Les études en puissance mettent en évidence
quantitativement la contribution prédominante de l’élargissement collisionnel et
la contribution marginale de la réduction de force d’oscillateur au signal nonli-
néaire. Deux processus d’interaction à deux excitons sont analysés : l’annihilation
exciton-exciton (EEA) et la diffusion exciton-exciton (EES), et nous révélons la
nature hybride Wannier–Frenkel particulière des excitons dans les nanotubes de
carbone. Finalement, nous étudions le déphasage assisté par phonons et nous met-
tons en évidence les caractéristiques du couplage exciton-phonon, liées au caractère
unidimensionnel.
Mots clés : Saturation d’absorption, spectroscopie nonlinéaire, élargissement ho-
mogène, transition intrabande, boîte quantique GaN/AlN, processus Auger, na-
notube de carbone, transition excitonique fondamentale S11, décohérence assis-
tée par phonons, nonlinéarités excitoniques, annihilation exciton-exciton, diffusion
exciton-exciton.
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Nonlinear optical spectroscopy at 1.55 µm of GaN/AlN quantum dots
and carbon nanotubes
The original spectral hole-burning spectroscopy is implemented to study ho-
mogeneous broadening of optical transitions at 1.55µm in two different kinds of
nanosystems.
For GaN/AlN quantum dots, our experiment makes up the first direct mea-
surement of the homogeneous linewidth of the s − pz intraband transition. The
square-root dependence of the differential transmission signal with the incident
pump power reveals the importance of Auger scattering in population relaxation
dynamics. The homogeneous spectral profile turns out to be gaussian. The strong
increase of homogeneous broadening between 5K and 30K suggests different de-
phasing mechanisms other than phonon-coupling.
In the case of carbon nanotubes, our experimental setup allows us to study
thoroughly the change of absorption homogeneous spectra over a wide range of
pump power and for temperatures ranging from 5K to 300K. The power depen-
dence of the signal shows quantitatively the prevailing contribution of collisional
broadening and the marginal contribution of oscillator strength reduction to the
optical nonlinear signal. We analyzed two types of exciton-exciton interaction :
Exciton-Exciton Annihilation (EEA) and Exciton-Exciton Scattering (EES) and
we reveal the special Wannier–Frenkel hybrid nature of excitons in carbon nano-
tubes. Finally, we study the phonon-assisted dephasing and we highlight original
features of the exciton-phonon coupling in unidimensional systems such as carbon
nanotubes.
Key words : Absorption saturation, nonlinear optical spectroscopy, homogeneous
broadening, intraband transition, GaN/AlN quantum dot, Auger, carbon nanotube,
fundamental excitonic transition S11, phonon-assisted dephasing, excitonic nonli-
nearities, Exciton-Exciton Annihilation, Exciton-Exciton Scattering.
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Introduction
Avec l’expansion des télécommunications par fibre optique à des longueurs
d’onde λ ∼ 1, 55 µm (E = hc/λ ∼ 0, 8 eV), il y a la nécessité de développer
des dispositifs électro-optiques fonctionnant autour de cette longueur d’onde. À
côté des matériaux tels que l’InGaAs et le Germanium qui sont actuellement utili-
sés dans les photo-détecteurs pour le proche infrarouge jusqu’à environ 1700 nm, les
nanostructures originales que sont les boîtes quantiques auto-organisées GaN/AlN
et les nanotubes de carbone se présentent comme très prometteuses.
Les progrès dans la maîtrise des technologies de synthèse de nanostructures ont
permis l’élaboration des boîtes quantiques GaN/AlN [0.1, 0.2], et des nanotubes
de carbone [0.3] qui sont d’un point de vue fondamental, d’excellents exemples
de systèmes de confinement quantique, et dont les perspectives d’application sont
nombreuses.
Les nitrures AlN, GaN et leurs alliages possèdent des bandes interdites d’éner-
gies élevées qui se trouvent dans le domaine spectral du proche ultraviolet. Ils sont
couramment utilisés pour des applications photoniques de haute énergie, comme
des photo-détecteurs, des LEDs et des lasers bleus et ultraviolets [0.4, 0.5, 0.6, 0.7]
dont le fonctionnement repose sur la transition optique interbande au voisinage
du centre de zone. Depuis quelques années ces matériaux font également l’objet
d’études de leurs transitions optiques intrabandes, dans le but de réaliser des dis-
positifs dans le proche infrarouge. En effet, dans le système GaN/AlN, la grande
discontinuité de bandes de conduction combinée au champ électrique interne géant
permettent d’obtenir des transitions intrabandes à des longueurs d’onde excep-
tionnellement courtes qui couvrent le domaine des télécommunications optiques
[0.8]. La maîtrise des techniques de croissance a permis d’atteindre des couches
très fines et ainsi les longueurs d’onde des télécommunications 1, 3 − 1, 55 µm
et jusqu’à 1,08 µm (Kishino et al. [0.9], Monroy, Guillot et al. [0.10, 0.2]). Des
études d’absorption linéaire, de spectroscopie pompe-sonde ont mis en évidence
le rôle déterminant du champ électrique interne et d’estimer son intensité à ∼ 10
MV/cm, ainsi que la discontinuité de potentiel de conduction à ∼ 1, 75 eV [0.8].
Ces études ont permis le développement de photodétecteurs [0.10, 0.11], de modu-
lateurs électro-optiques [0.12]. Par ailleurs, les nitrures peuvent être utilisés comme
des absorbants saturables, ce qui pourrait donner naissance à des modulateurs tout-
optiques [0.13, 0.14, 0.15]. Des mesures d’intensité de saturation d’absorption par
Hamazaki et al. [0.16], complétées par des mesures pompe-sonde dans le domaine
temporel de Nevou et al. [0.17] ont montré le caractère ultrarapide des relaxations
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de population dans des puits et des boîtes quantiques à base de nitrures, à l’image
du temps de vie T1 ∼ 160 fs pour la transition s − pz dans les boîtes quantiques
GaN/AlN, ce qui laisse envisager des dispositifs à très haute fréquence.
Ces travaux ont été réalisés sur des ensembles de boîtes, ce qui moyenne inévi-
tablement les grandeurs physiques mesurées. En effet, pendant la croissance par
épitaxie par jets moléculaires, les boîtes quantiques de semiconducteurs GaN/Al-
N se forment spontanément en îlots de dimensions différentes. Ainsi, le spectre
d’absorption de ces boîtes quantiques est un spectre inhomogène d’ensemble. L’ab-
sence de signal de photoluminescence empêche par ailleurs toute mesure de micro-
photoluminescence à l’échelle de la boîte unique. Ceci constitue un inconvénient
majeur pour l’étude des transitions intrabandes, dans la mesure où cette technique
a permis des avancées importantes dans l’étude des transitions interbandes des
boîtes quantiques de semiconducteurs.
Quant aux nanotubes de carbone, depuis leur découverte en 1991 par Iijima
[0.3], ils suscitent un grand intérêt des chercheurs pour la vaste étendue de leurs
propriétés physiques qui touchent les domaines de la mécanique, du transport élec-
tronique et de l’optique. De par leur rapport longueur-sur-diamètre qui est de
l’ordre de 102 − 103, les nanotubes constituent un excellent système quasi-unidi-
mensionnel naturel.
Les nanotubes de carbone ont des propriétés de transport électronique remar-
quables, fortement influencées par leur caractère 1D. Concernant d’éventuelles ap-
plications, on peut citer par exemple des transistors et des microcircuits à base de
nanotubes de carbone [0.18, 0.19] et plus récemment des piles aux nanotubes ther-
miquement activées [0.20]. Au stade industriel, les nanotubes sont utilisés comme
renfort des matériaux pour leurs propriétés mécaniques, liées au module d’Young
exceptionnellement élevé associé à une très faible masse volumique [0.21]. On a éga-
lement proposé des proprotypes d’écran plat à base de nanotubes [0.22], une radio
fonctionnelle à base d’un nanotube unique [0.23, 0.24]. En biologie et en médecine,
ils peuvent être utilisés comme agent de détection [0.25, 0.26]. Cependant les ap-
plications basées sur des propriétés opto-électroniques laissent encore à désirer. Ce
manquement serait expliqué par la difficulté d’obtenir un signal de luminescence :
il a fallu 10 ans depuis la découverte des nanotubes avant que la photolumines-
cence soit réalisée grâce à l’isolement des nanotubes agrégés en fagots [0.27]. Par
ailleurs, l’intégration des nanotubes individuels dans des composants présente de
considérables difficultés technologiques.
À cause du caractère unidimensionnel des nanotubes, le mouvement des por-
teurs est confiné suivant la circonférence, libre suivant la longueur. Les propriétés
d’un nanotube de carbone, en l’occurrence son caractère métallique ou semicon-
ducteur, sont déterminées par sa géométrie.
La croissance auto-organisée des boîtes quantiques et la synthèse des nanotubes
de carbone ne permettent pas de contrôler ces nanostructures en dimension et en
morphologie, paramètres qui déterminent l’énergie d’émission ou d’absorption. Les
boîtes quantiques GaN/AlN dans un échantillon épitaxié sont de même forme (co-
nique tronqué) mais d’une boîte à l’autre leurs dimensions varient d’environ 10%
autour de la valeur moyenne. Ainsi, plusieurs classes de boîtes quantiques de tailles
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différentes participent à l’absorption s − pz. La même problématique se présente
dans le cas des nanotubes de carbone : plusieurs classes de nanotubes de diffé-
rents diamètres absorbent à la longueur d’onde d’excitation (1550 nm). C’est pour
cette raison que le spectre d’absorption d’un échantillon est un spectre d’ensemble,
spectre inhomogène, dans lequel la réponse de la nanostructure individuelle est mas-
quée. Pourtant, la signature spectrale d’un objet individuel (spectre homogène) est
essentielle à la compréhension des propriétés intrinsèques de ces systèmes.
La spectroscopie par saturation d’absorption, dite “spectral hole-burning” ré-
pond à cette problématique. Elle permet de s’affranchir de l’effet d’ensemble et
accéder à la signature homogène de la structure individuelle. L’étude du profil
spectral et de la largeur homogène nous renseigne sur les mécanismes de relaxation
de population et de décohérence des excitations élémentaires que sont des électrons
pour la transition intrabande dans des boîtes quantiques, et des excitons pour la
transition interbande dans les nanotubes de carbone.
Dans cette perspective, ce travail de thèse présente une étude par spectroscopie
de hole-burning spectral, à la longueur d’onde 1,55 µm (dite longueur d’onde des
télécommunications), de ces matériaux originaux que sont les boîtes quantiques
GaN/AlN et les nanotubes de carbone.
Le premier chapitre de ce manuscrit sera consacré à la théorie et à la réalisation
du montage expérimental de spectroscopie par saturation d’absorption. Le chapitre
est divisé en deux parties. Dans la première, je détaillerai la problématique d’élar-
gissement inhomogène d’un ensemble, et j’expliquerai comment la spectroscopie
par saturation d’absorption nous permet de nous affranchir de cette inhomogé-
néité, puis les caractéristiques du spectre homogène obtenu par cette technique
dans le cas d’école d’un système à deux niveaux. Dans la deuxième partie du cha-
pitre je présenterai le montage expérimental. En particulier, le choix des optiques
et des appareils opto-électroniques sera justifié et leurs caractéristiques étudiées.
Ce travail minutieux a permis la mise en œuvre, à partir de zéro, du montage
complet et d’en assurer son bon fonctionnement.
Dans le deuxième chapitre j’étudierai la relaxation de population et de co-
hérence de la transition électronique intrabande s− pz dans les boîtes quantiques
GaN/AlN. Je présenterai les propriétés générales des nitrures d’éléments III et leurs
particularités que sont la grande discontinuité de potentiel de la bande de conduc-
tion et le champ électrique interne géant, responsables de la transition intrabande
à des longueurs d’onde exceptionnellement courtes (1,55 µm). L’interprétation des
résultats expérimentaux permet de révéler les mécanismes qui gouvernent la relaxa-
tion de population et de cohérence dans les boîtes quantiques, tels que l’interac-
tion avec les phonons, l’interaction avec l’environnement électrostatique fluctuant
et surtout l’interaction électron–électron de type Auger. Avec comme point de dé-
part le système à deux niveaux, notre interprétation est basée sur un modèle de
relaxation de population qui tient compte d’autres niveaux électroniques présents
et des processus de type Auger.
Le troisième et dernier chapitre est dédié à l’étude des nanotubes de carbone,
qui sont physiquement bien différents des boîtes quantiques, puisque les excitations
élémentaires dans ces systèmes unidimensionnels sont de nature excitonique très
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marquée. Une conséquence fondamentale est que la nonlinéarité dans les nano-
tubes de carbone provient, non pas de la réduction de la différence de population
électronique comme dans le cas d’un système à deux niveaux, mais du remplissage
de l’espace des phases et des interaction exciton–exciton puisque l’exciton est un
boson composite, formé à partir d’une paire électron–trou. Le modèle théorique
que nous proposons, basé sur le travail fondateur de Schmitt-Rink, Chemla et Mil-
ler [0.28] sur les nonlinéarités excitoniques dans les puits quantiques (2D), permet
d’interpréter nos résultats de manière satisfaisante et de discuter le rôle que jouent
les processus d’interaction exciton-exciton dans la relaxation de cohérence. Plus
généralement, nos résultats mettent en évidence les effets spécifiques au caractère
unidimensionnel des excitations des nanotubes de carbone.
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Chapitre 1
Spectroscopie de saturation
1.1 Principe de la spectroscopie par saturation d’ab-
sorption
1.1.1 Problématique
Ma thèse a pour objectif d’étudier les propriétés électroniques et optiques de
nanostructures semiconductrices dont l’originalité est de présenter une absorption
aux longueurs d’onde des télécommunications par fibre optique à 1,55 µm. À cet
effet, j’ai développé un montage expérimental, entièrement nouveau au Laboratoire
Pierre Aigrain. Ce montage de spectroscopie optique nonlinéaire par creusement
de trou spectral (“spectral hole-burning”) a été mis en œuvre afin d’étudier plus
particulièrement les mécanismes responsables de la relaxation de population et
de cohérence dans des boîtes quantiques GaN/AlN et des nanotubes de carbone.
Cette technique repose sur des expériences de type pompe-sonde résolues spec-
tralement, réalisées sur des ensembles de nanostructures, et qui permettent de
s’affranchir de l’élargissement inhomogène dû aux fluctuations de taille des boîtes
quantiques ou des nanotubes de carbone. De cette façon, il est possible de carac-
tériser l’élargissement homogène associé à une nanostructure individuelle. Dans le
cas des boîtes quantiques GaN/AlN qui font l’objet du chapitre 2, j’ai ainsi pu
réaliser les premières mesures directes de la largeur homogène et identifier les prin-
cipaux mécanismes mis en jeu. Quant aux nanotubes de carbone pour lesquels la
littérature sur les propriétés optiques est beaucoup plus abondante [1.1–1.5], j’ai
pu analyser finement les processus de collision exciton-exciton dans le cas d’un
système uni-dimensionnel et je décrirai ces études dans le chapitre 3.
En physique de la matière condensée, l’élargissement inhomogène de l’absorp-
tion d’un ensemble de nanostructures est un problème récurrent et l’étude des
mécanismes d’élargissement homogène peut être abordée expérimentalement de
différentes manières. Dans les années 1970 - 1980, la fabrication des lasers ultra-
rapides à blocage de modes a permis le développement de techniques de spec-
troscopie résolue dans le temps, telles que le mélange à quatre ondes [1.6]. Cette
technique dite d’écho de photons est l’analogue optique des expériences de réso-
nance magnétique nucléaire [1.7]. Elle repose sur une séquence d’impulsions qui va
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permettre de s’affranchir de l’élargissement inhomogène et d’étudier le déclin de
la polarisation, caractérisé par le temps de relaxation transverse T2 [1.8, 1.9]. La
première impulsion excite l’ensemble et aligne les pseudo-dipôles des systèmes indi-
viduels, et crée ainsi une polarisation macroscopique. À cause de l’inhomogénéité,
les pseudo-dipôles précessent individuellement à des fréquences différentes ; ainsi
l’alignement des pseudo-dipôles se perd en un temps très court qui est l’inverse
de la largeur inhomogène. La deuxième impulsion remet les dipôles en phase, in-
duisant la réapparition d’une polarisation macroscopique. Le signal correspondant
à cette polarisation décroît exponentiellement en fonction du retard entre la pre-
mière et la deuxième impulsion, et le temps caractéristique de cette décroissance
est T2/4. Cette technique a été appliquée à des matériaux massifs [1.10, 1.11],
des puits quantiques [1.12–1.16], des microcavités en couplage fort [1.17, 1.18], des
boîtes quantiques [1.19–1.24], des nanotubes de carbone [1.25, 1.26] ou encore à
des molécules dans une solution [1.27].
Les années 1990 ont été marquées par l’émergence de mesures optiques à
l’échelle d’une nanostructure individuelle grâce au développement de détecteurs
bas-bruit. Dans ce cas, le diagnostic est basé sur l’enregistrement du spectre d’émis-
sion d’une nanostructure unique, isolée spatialement par des mesures en champ
proche [1.28] ou en champ lointain sur des échantillons de densité surfacique adap-
tée [1.29, 1.30], structurés en surface par des ouvertures sub-microniques [1.31]
ou des mésas [1.32]. Cette technique dite de micro-photoluminescence a été ap-
pliquée à des molécules [1.33], aux centres colorés du diamant [1.34], aux boîtes
quantiques de semiconducteurs [1.35], et aux nanotubes de carbone [1.1, 1.36]. Elle
fournit des informations qui s’avèrent complémentaires de celles obtenues par mé-
lange à quatre ondes, par exemple. En effet, il est possible d’étudier statistiquement
les variations des propriétés optiques d’une nanostructure à une autre, et ainsi de
mettre en évidence une classe importante de phénomènes associés aux effets de l’en-
vironnement, tels le couplage aux phonons acoustiques [1.37, 1.38] et la diffusion
spectrale induite par la fluctuation de l’environnement électrostatique [1.39, 1.40]
dans les boîtes quantiques de semiconducteurs. Les conditions nécessaires à la mise
en place de ces études sont d’avoir d’une part des photo-détecteurs bas-bruit dans
la gamme spectrale correspondante, et d’autre part un rendement quantique suffi-
samment élevé pour détecter le signal de luminescence provenant d’un nano-objet
unique.
Ces conditions sont difficilement remplies à 1,55 µm pour les nanotubes de
carbone et pas du tout pour les transitions intrabandes des boîtes quantiques
GaN/AlN dont le rendement quantique est trop faible. Les techniques optiques sur
objet unique étant inadéquates, nous avons mis en œuvre des mesures d’ensemble,
qui ne sont pas réalisées dans le domaine temporel comme le mélange à quatre
ondes, mais dans le domaine spectral : c’est la spectroscopie dite de creusement
de trou spectral, relativement peu courante en spectroscopie optique de systèmes
de matière condensée. En revanche, cette technique est extrêmement répandue en
physique atomique, où elle a été développée pour s’affranchir de l’élargissement
inhomogène dû à l’effet Doppler. Dans ce dernier cas les atomes sont en mouve-
ment thermique, et leurs longueurs d’onde d’absorption sont redistribuées suivant
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la distribution de leurs vitesses. Le spectre d’absorption est donc une superpo-
sition inhomogène de spectres individuels. La largeur du spectre inhomogène est
typiquement 2 ordres de grandeur supérieure à celle du spectre homogène et n’est
pas caractéristique des transitions électroniques.
L’extraction de la largeur homogène se fait par spectroscopie de saturation. Un
premier laser, appelé laser de pompe, excite de façon quasi-résonnante un sous-
ensemble très réduit de systèmes individuels dans l’ensemble élargi de façon inho-
mogène. Cette excitation sélective réduit la différence de population entre deux ni-
veaux électroniques de ces systèmes et diminue ainsi l’absorption du sous-ensemble.
Cette modification d’absorption est détectée par un deuxième laser, appelé laser
de sonde, qui balaie le spectre d’absorption de l’ensemble. Ainsi on observe sur
le spectre d’absorption de la sonde, un trou d’absorption à l’énergie de la pompe
(d’où le nom “spectral hole-burning”) dont la largeur révèle la largeur homogène
de la transition électronique. Ainsi, avec l’invention du laser en 1960, les limites
de résolution spectrale imposées par l’effet Doppler ont été dépassées. Grâce à la
largeur spectrale étroite et à la puissance élevée des lasers, les structures fines et
hyperfines des transitions atomiques, ioniques et moléculaires, jusque-là masquées
par l’élargissement inhomogène, ont pu être étudiées par spectroscopie de satura-
tion [1.41–1.45].
Cette technique a ensuite été appliquée aux ensembles de nanostructures, par
exemple des nanocristaux CdS1−xSex [1.46], des nanocristaux CdSe/ZnS [1.47,
1.48] des puits quantiques GaN/AlN [1.49] et des boîtes quantiques InAs/GaAs
dans un guide d’onde [1.50]. Ces études ont mis en évidence les rôles importants
des phonons LO [1.46, 1.47] et de la diffusion spectrale [1.48] dans l’élargissement
homogène.
La saturation d’absorption nous fournit un outil spectroscopique adapté à
l’étude de nanostructures très différentes telles que les boîtes quantiques GaN/AlN
et les nanotubes de carbone, et je vais consacrer cette première partie du chapitre
à en expliquer le principe. Je commencerai (section 1.1.2) par le cas de référence
de la saturation d’absorption d’un système à deux niveaux, puis la saturation d’un
ensemble, tel que décrit en physique atomique. Ensuite, le principe de la spectro-
scopie de saturation sera expliqué dans la section 1.1.3. À la fin de cette première
partie (section 1.1.4), je ferai le lien avec la physique des transitions intrabandes
dans des boîtes quantiques GaN/AlN et les transitions interbandes dans les nano-
tubes de carbone où les propriétés électroniques ne peuvent plus être assimilées à
celles de systèmes à deux niveaux puisqu’elles sont de nature excitonique, l’exciton
étant, en première approximation, un état de paire électron-trou en interaction
coulombienne.
1.1.2 Saturation d’absorption
Le spectre d’absorption homogène est celui d’une structure élémentaire unique :
un atome, une molécule et dans notre cas, une boîte quantique ou un nanotube
de carbone. Lorsque l’échantillon contient un grand nombre de systèmes de même
nature mais qui absorbent à des énergies différentes, le spectre d’absorption est la
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somme de tous les spectres homogènes de chaque particule, on parle alors de spectre
d’absorption inhomogène. Nous allons étudier dans cette section l’absorption de
systèmes à deux niveaux, qui constituent notre système de référence.
Saturation de l’absorption pour un système à deux niveaux
N1
N2
PN1 PN2 RN2
Figure 1.1 – Évolution des populations d’un système à deux niveaux fermé. N1 et
N2 sont les populations des niveaux, P le taux de pompage et R le taux de relaxation
du niveau 2.
La figure 1.1 représente un système à deux niveaux, notés par 1 (fondamental)
et 2 (excité). Les populations respectives de ces niveaux sont notées N1 et N2. Le
système est supposé fermé, la population totale est constante (N = N1 +N2 = 1)
et le seul canal de relaxation possible est celui de 2 vers 1, avec un taux R. Le taux
de transition induite par l’onde électromagnétique est noté P .
La saturation d’absorption de ce système par une onde électromagnétique peut
être présentée en termes simples par les équations d’évolution suivantes :
dN1
dt
= −P (N1 −N2) +RN2 (1.1a)
dN2
dt
= P (N1 −N2)−RN2 (1.1b)
Les termes −PN1 et PN2 correspondent respectivement à l’absorption et à l’émis-
sion stimulée, RN2 représente la relaxation linéaire de population du niveau excité.
En régime stationnaire, dN1/dt = dN2/dt = 0 et nous trouvons :
N1 =
P +R
2P +R (1.2a)
N2 =
P
2P +R (1.2b)
En absence d’excitation, le système se trouve au niveau 1 :N (0)1 = 1 etN
(0)
2 = 0.
La différence de population ∆N = N1 − N2 vaut ∆N (0) = 1. En présence de
l’excitation, la différence de population est diminuée :
∆N = 11 + S =
∆N (0)
1 + S (1.3)
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où le paramètre de saturation est défini par :
S = 2P/R (1.4)
Ainsi nous obtenons pour le coefficient d’absorption α = σ∆N :
α = α
(0)
1 + S (1.5)
où α(0) est l’absorption non-saturée et σ la section efficace d’absorption [1.51].
Cette expression simple illustre la saturation d’un système à deux niveaux. À
faible saturation S = 2P/R  1, la dynamique est dominée par la relaxation de
population du niveau excité. En revanche, pour de fortes intensités d’excitation,
2P  R, ce sont l’absorption et l’émission stimulée qui déterminent les popula-
tions électroniques. À mesure que l’intensité d’excitation augmente, α diminue –
l’excitation par une onde électromagnétique rend donc le système plus transparent.
Ce phénomène, appelé photo-blanchiment, est à la base de notre expérience. Le
paramètre de saturation S représente le degré de saturation du système : quand
S = 1, l’absorption est réduite de moitié. À très haute intensité (S → ∞), l’ab-
sorption tend vers 0. Ce modèle simple permet d’introduire la notion de saturation
d’absorption, cependant un traitement plus rigoureux nécessite l’utilisation de la
matrice densité.
Considérons un système à deux niveaux. Les niveaux fondamental |1〉 et excité
|2〉 sont d’énergie E1 et E2 respectivement. L’énergie de transition sera donc ~ω0 =
E2 − E1. Introduisons l’opérateur densité :
ρˆ =
∑
k
pk|ψk〉〈ψk| =
 ρ11 ρ12
ρ21 ρ22
 (1.6)
La somme porte sur les états purs donnés par |ψk〉 = c1k|1〉+ c2k|2〉. Cet opérateur
possède les propriétés suivantes :
• ρii = 〈i|ρˆ|i〉 (i=1 ou 2, à ne pas confondre avec l’indice k des états purs |ψk〉),
appelée population, est la probabilité de trouver le système dans l’état propre
|i〉. ρii correspond à la population Ni de la section précédente.
• ρ12 = 〈1|ρˆ|2〉, (ρ21 = ρ∗12) représente la cohérence du système car il contient
la phase relative de ck1 et ck2.
• La valeur moyenne d’une grandeur physique qui correspond à un opérateur
Aˆ est déterminée par 〈A〉 = Tr(ρˆAˆ).
À partir de l’équation de Schrödinger, il est possible de déduire l’équation maî-
tresse, l’équation de Liouville, pour l’évolution temporelle de l’opérateur densité :
dρˆ
dt
= 1
i~
[
Hˆ, ρˆ
]
+ ∂ρˆ
∂t
(1.7)
où Hˆ est l’hamiltonien du système. Le dernier terme est introduit de manière phé-
noménologique afin de tenir compte de la relaxation de population et de cohérence
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du système en interaction avec l’environnement. En présence d’une onde électro-
magnétique monochromatique plane −→E = −→E0 cosωt et en utilisant l’hamiltonien
dipolaire électrique, on obtient :
Hˆ = Hˆ0 + HˆI = ~ω0|2〉〈2| − −ˆ→D.−→E 0 cosωt
= ~ω0|2〉〈2| − −ˆ→D.−→E 0 cosωt (1.8)
où le niveau 1 est pris comme origine des énergies.
À partir de l’équation maîtresse nous obtenons les équations de Bloch optiques,
en posant ~Ω1 = −〈1|−ˆ→D.−→E0|2〉 :
dρ11
dt
= −iΩ1(ρ21 − ρ12) cosωt+ γaρ22 (1.9a)
dρ22
dt
= −dρ11
dt
(1.9b)
dρ12
dt
= iω0ρ12 − iΩ1(ρ22 − ρ11) cosωt− γbρ12 (1.9c)
dρ12
dt
=
(
dρ21
dt
)∗
(1.9d)
Les taux de relaxation caractéristiques γa = 1/T1 et γb = 1/T2 sont intro-
duits pour tenir compte des relaxations longitudinale (relaxation de population)
et transverse (relaxation de cohérence), respectivement.
Dans un cas purement radiatif où l’émission spontanée est la seule cause de
relaxation, on montre [1.52] que γb = γa/2, et donc que T2 = 2T1. Si on tient
compte des interactions avec le milieu, d’autres processus de déphasage entrent
en jeu, par exemple des collisions entre des particules ou des interactions avec
l’environnement (phonons du réseau cristallin). Ces processus n’interviennent pas
sur les populations des états mais “brouillent” la phase des fonctions d’onde des
états et font perdre la cohérence. Nous pouvons en tenir compte en écrivant :
γb =
γa
2 + γ˜b (1.10)
Ainsi :
1
T2
= 12T1
+ 1
τ2
(1.11)
où γ˜b = 1/τ2 est le taux de déphasage pur.
La résolution des équations de Bloch optiques dans l’approximation quasi-
résonnante et dans un régime stationnaire (voir par exemple les références [1.53,
1.54]) donne pour les éléments de la matrice densité :
∆ρ = ρ11 − ρ22 = γ
2
b + (ω − ω0)2
(ω − ω0)2 + γ2b
(
1 + Ω
2
1
γaγb
) (1.12)
ρ21 = −iΩ12
γb + i(ω − ω0)
(ω − ω0)2 + γ2b
(
1 + Ω
2
1
γaγb
)e−iωt (1.13)
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En absence de l’onde excitatrice, le système se trouve dans l’état fondamental et
∆ρ(0) = 1.
Nous obtenons alors pour la valeur moyenne du dipôle :
〈−→D〉 = Tr(ρˆ−ˆ→D) = id
2
2~
γb + i(ω − ω0)
(ω − ω0)2 + γ2b
(
1 + Ω
2
1
γaγb
)−→E0e−iωt + c.c (1.14)
La susceptibilité linéaire complexe χ = χ′ + iχ′′ est définie par l’intermédiaire
du vecteur polarisation −→P , le dipôle macroscopique par unité de volume (−→P =−→
DN/V ) :
−→
P = 12ε0χ
−→
E0e−iωt + c.c
Le coefficient d’absorption, α, est donné par α = (ω/c)Imχ. On s’intéresse donc
à la partie imaginaire de la susceptibilité linéaire :
χ′′ = N
V
d2
ε0~
γb
(ω − ω0)2 + γ2b
(
1 + Ω
2
1
γaγb
) (1.15)
où −→d = −→D12 = 〈1|−→D |2〉. Ainsi sur une plage spectrale réduite, α est une lorent-
zienne centrée en ω0 :
α(ω) = α0
γ2b
(ω − ω0)2 + γ2b
(
1 + Ω
2
1
γaγb
) (1.16)
avec α0 une constante. La largeur spectrale à mi-hauteur est donnée par :
γs = 2γb
√
1 + Ω
2
1
γaγb
(1.17)
Pour de faibles excitations (Ω1  γaγb), le spectre d’absorption homogène est une
lorentzienne de largeur à mi-hauteur ∆ω ∼ 2γb. Ainsi le temps de décohérence
proportionnel à la largeur à mi-hauteur du spectre d’absorption homogène :
T2 = γ−1b =
2
∆ω =
2~
∆E (1.18)
Le coefficient d’absorption du système, que nous appellerons désormais coeffi-
cient d’absorption homogène α(ω), étant donné par l’équation 1.16, nous allons en
déduire les effets de saturation et d’élargissement par la puissance. Ce coefficient
peut être réécrit sous la forme suivante :
α(ω) = α0
γ2b
(ω − ω0)2 + γ2b
· 1
1 + Ω
2
1
γaγb
· γ
2
b
(ω − ω0)2 + γ2b
(1.19)
ce qui est équivalent à :
α(ω) = α(0)(ω) · 11 + S(ω) (1.20)
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où on a posé :
α(0) = α0
γ2b
(ω − ω0)2 + γ2b
(1.21)
S(ω) = S γ
2
b
(ω − ω0)2 + γ2b
(1.22)
avec S = Ω
2
1
γaγb
(1.23)
En rappelant que S = 2P/R (Éq. 1.4), où R = γa, nous trouvons en prenant
ω = ω0 dans l’équation 1.20 pour le taux de pompage :
P = Ω
2
1
2γb
(1.24)
Il est pratique de définir l’intensité de saturation Is qui correspond à une in-
tensité d’excitation telle que le paramètre S vaille 1 :
S = I
Is
(1.25)
où I = 12ncε0E20 est l’intensité d’excitation. En rappelant que Ω1 = dE0/~, nous
en déduisons :
Is =
ncε0~2γaγb
2d2 (1.26a)
= ncε0~
2
2d2T1T2
(1.26b)
où n est l’indice de réfraction, c la vitesse de la lumière dans le vide, et ε0 la permit-
tivité du vide. On remarque aussi que le terme de saturation dans l’équation 1.20
n’est autre que la différence de population, résultat similaire à celui déjà obtenu
(Éq. 1.3) avec notre modèle simple :
1
1 + S(ω) = ∆ρ (1.27)
À faible intensité d’excitation, l’absorption est dite non-saturée et son spectre
α(0)(ω) est une lorentzienne de largeur γ = 2γb. À plus haute intensité, l’absorption
sature avec une diminution d’intensité et un élargissement spectral tel qu’il est
illustré sur la figure 1.2.
L’absorption est tout d’abord réduite d’un facteur 1 + S(ω). La fonction spec-
trale de saturation S(ω) est une lorentzienne de valeur maximum S. La saturation
est d’autant plus efficace que l’onde saturatrice est résonnante (ω = ω0). La largeur
du spectre d’absorption saturée est par ailleurs augmentée selon l’équation :
γs = γ
√
1 + S (1.28)
L’effet de saturation est le plus fort au centre du spectre d’absorption et par consé-
quent, quand le centre est déjà “très saturé”, les ailes ont encore de la marge, d’où
l’élargissement.
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Figure 1.2 – Sous l’effet de saturation, l’absorption homogène est réduite d’un
facteur 1 + S(ω) et son spectre est élargi d’un facteur γs/γ =
√
1 + S. La courbe
du haut en bleu : l’absorption non-saturée α(0)(ω). La courbe du bas en rouge :
l’absorption saturée α(ω). Paramètre de saturation : S = 1.
Saturation d’absorption d’un ensemble inhomogène composé de sys-
tèmes à deux niveaux
Considérons maintenant un ensemble inhomogène de systèmes à deux niveaux
qui ont un même profil spectral d’absorption homogène. Leur seule différence est
leur énergie de transition. Le spectre d’absorption de cet ensemble, spectre d’ab-
sorption inhomogène, est le produit de convolution du spectre d’absorption ho-
mogène α(ω) et de la distribution n(ω0) du nombre de systèmes en fonction de
l’énergie de transition ~ω0. L’expression de α(ω) est donnée par l’équation 1.16. Si
on suppose une distribution gaussienne, centrée en ωg et d’écart-type δ, on aura :
n(ω0) = n0e
−
(ω0 − ωg)2
2δ2 (1.29)
où n0 est une constante de normalisation. Nous obtenons finalement pour le coef-
ficient d’absorption :
α˜(ω) =
∫ +∞
−∞
α0
γ2b
(ω − ω0)2 + γ2b
(
1 + Ω
2
1
γaγb
)n0e−(ω0 − ωg)
2
2δ2 dω0 (1.30)
Le profil de ce spectre est appelé “profil de Voigt”. Dans le cas où la largeur
homogène est petite devant la largeur inhomogène, la largeur de α˜(ω) est à peu
près celle de la distribution inhomogène n(ω0).
La figure 1.3 présente un exemple de spectres d’absorption inhomogène avec γ =
10 meV et δ = 200 meV, calculés pour différents paramètres de saturation S. Entre
S = 0 (absorption non-saturée) et S = 2, 5 (absorption très fortement saturée)
l’absorption de l’ensemble diminue visiblement, mais la largeur inhomogène est
23
Chapitre 1. Spectroscopie de saturation
toujours à peu près égale à celle de la distribution δ. La largeur homogène est donc
inaccessible par des mesures d’absorption linéaire d’ensemble.
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Figure 1.3 – Spectres d’absorption inhomogène d’ensemble calculés pour différents
paramètres de saturation S. Dans cette simulation, la largeur homogène est γ = 10
meV, la distribution inhomogène est une gaussienne de largeur δ = 200 meV.
1.1.3 Spectroscopie de saturation
La largeur homogène peut être révélée en utilisant deux lasers : le premier laser
(laser de pompe), de longueur d’onde fixe et de forte intensité sature l’absorption
des systèmes individuels dont l’énergie de transition est voisine de l’énergie de
pompe, ainsi creuse un trou sur le spectre d’absorption de l’ensemble. Ce trou est
détecté par le deuxième laser (laser de sonde), accordable en longueur d’onde et
de faible intensité qui balaie le spectre d’absorption de l’ensemble.
Puisque l’intensité de la sonde est faible devant celle de la pompe, la saturation
est induite uniquement par la pompe. Ainsi d’après l’équation 1.22 la fonction
spectrale de saturation est une lorentzienne centrée en ωp la pulsation de la pompe :
S(ωp) = S
γ2b
(ωp − ω0)2 + γ2b
(1.31)
L’absorption homogène saturée par une pompe de pulsation ωp est alors :
α(ω) ∼ α(0)(ω) 11 + S(ωp)
∼ α0 γ
2
b
(ω − ω0)2 + γ2b
· 1
1 + S γ
2
b
(ωp − ω0)2 + γ2b
(1.32)
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où ω est la pulsation de la sonde. Par conséquent, d’après l’équation 1.30, nous
trouvons pour l’absorption inhomogène saturée :
α˜(ω) =
∫ +∞
−∞
α0
(γ/2)2
(ω − ω0)2 + (γ/2)2
· 1
1 + S (γ/2)
2
(ωp − ω0)2 + (γ/2)2
· n0e
−
(
ω0 − ωg
δ
)2
dω0
qui peut se réécrire
α˜(ω) =
∫ +∞
−∞
α0
(γ/2)2
(ω − ω0)2 + (γ/2)2
·
[
1− S (γ/2)
2
(ωp − ω0)2 + (γs/2)2
]
n0e
−
(
ω0 − ωg
δ
)2
dω0 (1.33)
La sommation s’effectue sur le produit de trois fonctions (de variable ω0). La
première est une lorentzienne centrée en ω0, qui correspond à l’absorption ho-
mogène non-saturée. La deuxième est le terme de saturation qui est proche de 1
presque partout sauf autour de ωp ± γs/2. La troisième est la distribution inho-
mogène qui est une gaussienne de largeur δ généralement très grande devant γ,
la distribution gaussienne est donc presque constante dans l’intervalle où la lo-
rentzienne contribue à l’intégrale. En première approximation, nous pouvons donc
sortir la gaussienne de l’intégrale en prenant sa valeur en ω0 = ω, ce qui donne :
α˜(ω) = α0n0e
−
(
ω − ωg
δ
)2 ∫ +∞
−∞
(γ/2)2
(ω − ω0)2 + (γ/2)2
·
[
1− S (γ/2)
2
(ω0 − ωp)2 + (γs/2)2
]
dω0 (1.34)
Cette intégrale se calcule analytiquement, et nous obtenons :
α˜(ω) = α0n0e
−
(
ω − ωg
δ
)2
· piγ2
·
1− S√
1 + S
(
1 +
√
1 + S
) · (Γhb/2)2(ω − ωp)2 + (Γhb/2)2
 (1.35)
En posant :
α˜(0)(ω) = α0n0e
−
(
ω − ωg
δ
)2
· piγ2 (1.36)
nous réécrivons :
α˜(ω) = α˜(0)(ω)
1− S√
1 + S
(
1 +
√
1 + S
) · (Γhb/2)2(ω − ωp)2 + (Γhb/2)2
 (1.37)
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où
Γhb = γ + γs = γ
(
1 +
√
1 + S
)
(1.38)
est la largeur spectrale dite de hole-burning mesurée par le laser de sonde.
Dans la limite de faible saturation, S  1, qui sera le cas que nous considérerons
dans tout ce mémoire, alors :
α˜(ω) = α˜(0)(ω)
[
1− S2 ·
(Γhb/2)2
(ω − ωp)2 + (Γhb/2)2
]
(1.39)
On obtient alors l’expression de l’absorption différentielle, qui explique le prin-
cipe de la technique de hole-burning :
∆α˜
α˜
(ω) = α˜
(0)(ω)− α˜(ω)
α˜(0)(ω)
= S2 ·
(Γhb/2)2
(ω − ωp)2 + (Γhb/2)2 (1.40)
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Figure 1.4 – En haut : saturation du spectre d’absorption inhomogène (S = 0, 3).
La courbe en rouge est l’absorption saturée et celle en bleu est l’absorption non-
saturée. En bas : l’absorption différentielle ∆α/α (courbe en continu en bleu) est
une lorentzienne de largeur à mi-hauteur Γhb = γs + γ = γ(1 +
√
1 + S), qui est
la somme de la largeur homogène non-saturée (qui correspond à l’absorption de
la sonde faible) et la largeur homogène saturée (le trou de saturation créé par la
pompe). L’absorption homogène non-saturée est représentée en vert pointillé.
La figure 1.4 illustre ces résultats. La figure du haut représente l’absorption
inhomogène non-saturée α˜(0)(ω) et l’absorption saturée α˜(ω). L’effet de la pompe
est de créer un “trou spectral”, d’où le nom “hole-burning”. La figure du bas est
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le spectre d’absorption différentielle ∆α˜/α˜. Le spectre de l’absorption différentielle
est une lorentzienne d’amplitude S/2 et de largeur à mi-hauteur Γhb = γs + γ =
γ(1 +
√
1 + S). À faible taux d’excitation on aura Γhb ∼ 2γ, ce qui est une mesure
directe de la largeur homogène d’absorption faite sur un ensemble inhomogène.
1.1.4 Du système à deux niveaux à la boîte quantique et au na-
notube de carbone
Boîtes quantiques GaN/AlN
Le caractère zérodimensionnel (0D) des boîtes quantiques fait qu’elles sont sou-
vent assimilées à des systèmes à deux niveaux. Le formalisme que nous venons de
développer semble donc bien adapté à l’interprétation des résultats des mesures de
saturation sur les boîtes quantiques GaN/AlN, qui seront présentés dans le cha-
pitre 2. Cependant, même si on les considère souvent comme des atomes artificiels
en matière condensée des différences notables existent. Une boîte quantique n’est
jamais isolée et il faut tenir compte de l’interaction entre la boîte et son environ-
nement. Ceci se traduit, entre autres, par un couplage original avec les phonons
du réseau cristallin, ou l’apparition d’un phénomène comme la diffusion spectrale
dont nous avons déjà parlé au début de ce chapitre. Les boîtes GaN/AlN sont
en première approximation des systèmes à deux niveaux, il faut cependant tenir
compte de l’existence des niveaux intermédiaires [1.55], qui ouvrent des canaux de
relaxation supplémentaires. Enfin, des interactions électron-électron peuvent inter-
venir qui rajoutent des mécanismes de relaxation. Nous verrons dans le chapitre 2,
comment notre approche en termes de système à deux niveaux doit être adaptée
pour tenir compte de ces phénomènes.
Nanotubes de carbone
Les nanotubes de carbone sont des systèmes 1D. De ce fait, leur structure
énergétique est a priori une structure de bandes. Cependant, des études expéri-
mentales ont montré la nature excitonique des transitions dans les nanotubes de
carbone [1.56, 1.57]. À cause de leur nature 1D, les interactions coulombiennes
sont telles que l’énergie de liaison excitonique est de l’ordre de 30% de l’énergie de
bande interdite (comparée à quelques pourcents dans un matériau massif). C’est
cette structure excitonique qui va nous permettre d’utiliser le formalisme développé
dans ce chapitre. Dans le cas d’un système à deux niveaux, l’effet de saturation
vient du fait que la population totale est constante ρ11 + ρ22 = 1. Nous verrons
lors du chapitre 3 que pour les systèmes excitoniques, même si le nombre de paires
électron-trou que l’on peut créer serait a priori infini s’il s’agissait de vrais bosons,
la saturation de la transition optique associée, provient de phénomènes tels que le
remplissage de l’espace des phases ainsi que de l’interaction d’échange entre paires
électron-trou [1.58].
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1.2 Montage du dispositif expérimental
Cette thèse a marqué le début d’un projet qui avait pour but d’étudier les
transitions optiques à 1,55 µm dans des boîtes quantiques GaN/AlN et des nano-
tubes de carbone. Pour ce faire, la problématique principale est de s’affranchir de
l’élargissement inhomogène et de mesurer la largeur d’absorption homogène – la
technique de spectroscopie de saturation est choisie pour cette étude. J’ai ainsi mis
au point l’ensemble d’un dispositif expérimental, entièrement nouveau, dédié à la
spectroscopie de saturation sous conditions cryogéniques. Il a fallu tout construire,
chaque élément du montage a dû être caractérisé, configuré et optimisé. Je pré-
senterai dans la suite de ce chapitre ce travail minutieux et très enrichissant qui
m’a permis de mettre au point, ex nihilo, le dispositif expérimental qui a permis
d’obtenir les résultats qui seront décrits dans les chapitres suivants.
D’un point de vue opérationnel, le dispositif expérimental se compose de trois
parties principales :
• Sources lasers : un laser de pompe qui est un amplificateur optique alimenté
par un laser à réseau de Bragg (DFB), et un laser de sonde qui est un laser
à cavité externe (ECL).
• Acheminement des faisceaux pompe et sonde : des fibres et des com-
posantes optiques.
• Détection et analyse du signal : la technique de double-modulation, les
photodiodes, la détection synchrone.
Je vais donc détailler successivement la mise en œuvre de ces composantes et les
techniques expérimentales de mesures. Dans la section 1.2.1 je décrirai les lasers
qui sont utilisés pour la saturation d’absorption et le sondage de cette saturation,
puis je montrerai comment acheminer les faisceaux lasers et les aligner sur l’échan-
tillon qui se trouve dans un cryostat (section 1.2.2). Ensuite, je présenterai les
techniques qui permettent d’extraire et d’analyser le signal pompe-sonde d’absorp-
tion différentielle (section 1.2.3). Enfin, le pilotage informatique des composantes,
l’acquisition des données et un exemple de spectre seront présentés.
1.2.1 Sources lasers
Le principe de la spectroscopie de saturation, dite “hole-burning”, a été expliqué
lors des paragraphes précédents. Nous avons besoin de deux lasers : un laser de
pompe qui va saturer l’absorption de l’échantillon à une longueur d’onde et un
laser de sonde accordable pour détecter cette saturation et ainsi faire le spectre
d’absorption différentielle. Les lasers doivent être de largeur spectrale faible devant
la largeur homogène d’absorption. Cette condition est a priori satisfaite dans les
deux types de nano-objets que nous allons considérer par la suite car d’autres
études [1.25, 1.59, 1.60] ont proposé des largeurs spectrales de l’ordre du meV ou
plus pour les transitions optiques que nous étudierons, ce qui est plusieurs ordres de
grandeur supérieur à la largeur de raie des lasers utilisés. Par ailleurs, afin de créer
une saturation suffisante, l’intensité de pompe doit être assez élevée (voir la section
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suivante pour le calcul de l’intensité d’excitation). Enfin, le laser de sonde doit être
accordable en longueur d’onde et d’intensité faible devant celle de la pompe.
Ce sont les raisons pour lesquelles nous avons choisi des sources de lasers à
semi-conducteurs fibrés OSICS 1. Ce sont des sources continues, elles peuvent être
modulées indépendemment en intensité, de fréquence réglable entre 129 Hz et 1
MHz. Le laser de pompe, laser DFB, est accordable entre 1549,013–1551,207 nm
et le laser de sonde, laser ECL, est accordable entre 1520–1600 nm. Le tableau 1.1
résume les principales caractéristiques de ces lasers.
Paramètre DFB (pompe) ECL (sonde)
Accordabilité spectrale (nm) 1549,013–1551,207 1520,00–1600,00
Résolution (nm) 0,001 0,01
Largeur spectrale de raie < 30 MHz (∼ 2 pm) < 150 kHz (∼ 1 fm)
Accordabilité en puissance (mW) 2–30 0,20–2,00
Table 1.1 – Caractéristiques des lasers DFB et ECL.
Excitation - laser de pompe
L’excitation est assurée par une diode laser de type “Distributed FeedBack
laser” (DFB), monomode longitudinal. Dans un laser DFB, le mode du laser est
défini par un réseau de Bragg intégré dans la zone active du laser. De par cette
configuration, le laser est très peu accordable. En faisant varier la température du
milieu laser, on arrive à accorder la longueur d’onde d’émission sur une plage de
quelques nm.
Le DFB est une des sources les plus puissantes proposées par Anritsu. Néan-
moins, il s’avère que ce laser n’est pas suffisamment intense pour saturer la transi-
tion s− pz à 1,55 µm des boîtes quantiques GaN/AlN. En effet, dans ce processus
intersousbande, les temps de relaxation de population (T1) et de cohérence (T2)
sont ultracourts. Par une expérience pompe-sonde résolue dans le temps, l’équipe
de Nevou et al. à l’université Paris Sud a mesuré un temps de relaxation de popu-
lation T1 ∼ 165 fs [1.59]. Quant au temps de relaxation de cohérence, nous savons
que T2 ≤ 2T1 [1.52]. Nous rappelons l’expression de Is, intensité de saturation
à laquelle l’absorption homogène d’un système en résonance avec l’excitation est
diminuée d’un facteur 2 (Éq.1.26) :
Is =
ncε20~2
2d2T1T2
En prenant le moment dipolaire d = e× z (z ∼ 0, 5 nm), T1 = 165 fs à 300K et en
se plaçant à la limite radiative, T2 = 2T1 = 330 fs, on obtient alors Is ∼ 9MW/cm2
[1.59]. Dans le cas réel, il se peut que T2 soit des ordres de grandeur (10 - 103)
1. Ces lasers étaient commercialisés par Anritsu France. La vente de ces sources est maintenant
assurée par Yenista Optics, Lannion.
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inférieur à 2T1, la valeur effective de Is pourra être bien supérieure à cette valeur
numérique, qui sera considérée comme une borne inférieure pour l’intensité de
saturation.
Initialement nous avons utilisé une lentille achromatique de focale 3 cm pour
focaliser le faisceau de pompe (et une lentille identique pour le faisceau de sonde)
sur l’échantillon. Le diamètre minimal de la tache d’excitation, qui est le waist du
faiseau gaussien focalisé, est estimé à d ∼ 10 µm (voir paragraphe 1.2.2 pour le
calcul). L’intensité maximale d’excitation était donc :
Imax =
Pmax
pid2/4 ∼ 3, 82.10
4 W/cm2
Cette valeur est 200 fois inférieure à l’intensité de saturation Is précédemment
trouvée qui est elle-même une borne inférieure à l’intensité de saturation réelle du
système.
Afin d’augmenter l’intensité d’excitation, nous avons procédé à deux change-
ments. Premièrement, nous avons ajouté un module d’amplificateur optique après
le DFB. L’amplificateur, fabriqué par Keopsys à Lannion, fonctionne grâce à des
fibres optiques dopées à l’Erbium ou l’Ytterbium. Cet amplificateur, totalement
fibré, a été conçu suivant les paramètres de notre expérience. L’entrée est alimentée
par le DFB d’une puissance nominale 20 mW 2, la puissance de sortie est accordable
entre 100 mW et 1 W, modulée en créneaux TTL (Transistor-Transistor Logic).
L’amplificateur peuvent fonctionner dans deux modes : APC (Automatic Power
Control) dans lequel la puissance de sortie est maintenue constante, et ACC (Au-
tomatic Current Control) dans lequel le courant électrique alimentant la diode de
pompe de l’amplificateur est maintenu constant. Afin de stabiliser l’intensité d’ex-
citation, nous travaillons dans le mode APC. La largeur spectrale du laser émis
reste faible, en tout cas inférieure à 0,5 nm qui est la résolution du spectromètre
utilisé pour la mesure.
Deuxièmement, nous avons réduit le diamètre de la tache d’excitation en rem-
plaçant les lentilles de focalisation, de diamètre 3 cm, par des objectifs de micro-
scope de focale 1 cm. Ceci permet d’obtenir une tache d’excitation estimée à 6,5
µm de diamètre (Voir section 1.2.2), l’intensité d’excitation est par conséquent plus
élevée.
Avec l’amplificateur optique et l’objectif de microscope, nous pourrions théori-
quement atteindre une intensité d’excitation de ∼ 3, 2MW/cm2, qui est 3 fois infé-
rieure à l’intensité de saturation calculée précédemment, avec hypothèse T2 = 2T1.
Or, dans les système de matière condensée, T2 < 2T1 à cause des effets de l’environ-
nement tels que le couplage aux phonons [1.37, 1.38] et la diffusion spectrale induite
par la fluctuation de l’environnement électrostatique [1.39, 1.40]. Par ailleurs, dans
notre expérience, cette valeur théorique ne sera pas atteinte à cause des pertes au
niveau des optiques et d’une légère défocalisation du faisceau de pompe visant à
rendre l’intensité d’excitation plus homogène. Le système se trouvera donc inévita-
blement dans un régime de faible saturation I  Is. À cause de cette faiblesse du
2. la puissance réelle est environ 40%–43% de cette valeur à cause du couplage dans la fibre,
voir paragraphe 1.2.2.
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niveau de saturation, nous avons à prévoir un dispositif de détection suffisamment
performant pour enregistrer des faibles variations de l’absorption. Nous utiliserons
donc une détection synchrone et la technique de double-modulation, qui seront
décrites par la suite.
Laser de sonde
La saturation d’absorption induite par le laser de pompe est détectée grâce à un
laser de sonde, accordable et de faible intensité. C’est un laser à semiconducteurs
fibré, à cavité externe (ECL pour “External Cavity Laser”). Un des miroirs de
cavité laser est remplacé par un réseau de diffraction dont l’orientation peut être
contrôlée. Pour être complet, signalons un incident qui nous a fait perdre un peu de
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Figure 1.5 – Spectre du laser réellement émis par le laser de sonde ECL. La
longueur d’onde réelle est ∼ 1555 nm tandis que la longueur d’onde de consigne
est 1540 nm.
temps. Nous avons en effet mis en évidence une défaillance au niveau du laser ECL
(laser de sonde). En utilisant un spectromètre, nous avons mesuré les longueurs
d’onde réelles des lasers de pompe et de sonde. Le résultat a montré qu’il y avait
un écart d’environ 20 nm entre la consigne du laser ECL et sa longueur d’onde
réelle (voir figure 1.5). Nous avons par conséquent corrigé ce désaccord par un
ajustement linéaire comme le montre la figure 1.6, avant la réparation du laser.
1.2.2 Alignement
La spectroscopie de saturation étant une technique nonlinéaire de type pompe-
sonde, la superposition des taches des faisceaux lasers est un facteur crucial. Une
partie importante du développement expérimental de mon montage a donc consisté
à définir une procédure d’alignement permettant d’obtenir la superposition des fais-
31
Chapitre 1. Spectroscopie de saturation
1 5 0 0 1 5 2 0 1 5 4 0 1 5 6 0 1 5 8 0 1 6 0 01 5 0 0
1 5 2 0
1 5 4 0
1 5 6 0
1 5 8 0
1 6 0 0
1 6 2 0

 
λ
	





λ  d e  c o n s i g n e  ( n m )
Figure 1.6 – Graphe de la longueur d’onde réelle λr en fonction de la longueur
d’onde de consigne λc. La droite est l’ajustement linéaire λr = 0, 94λc + 99, 3.
ceaux pompe et sonde. Cette procédure se doit par ailleurs de résoudre les difficultés
posées par deux facteurs essentiels, intrinsèque à notre expérience : d’une part, la
saturation d’absorption est réalisée dans la gamme spectrale IR, où la visualisa-
tion des lasers, impossible à l’œil, est difficile et mal aisée avec des visionneurs IR,
en particulier pour la sonde qui est de faible intensité. D’autre part, l’échantillon
est étudié à basse température dans un cryostat. Ainsi, l’alignement ne peut pas
se faire sans cryostat à cause de la traversée des fenêtres optiques (d’épaisseur 1
mm) qui modifie la superposition (∆x ∼ 0, 3mm). Cette contrainte limite l’accès
optique en raison de la taille des fenêtres de 1 et 2 cm et alourdit la procédure, que
je vais à présent décrire. Elle repose sur deux éléments clefs : un préalignement à
632,8 nm sur la base des supports de fibres optiques interchangeables, et la fabri-
cation de diaphragmes sur un support, de la taille des échantillons, positionné sur
le doigt froid du cryostat.
Les faisceaux lasers doivent être superposés dans la zone active de l’échan-
tillon, qui possède une épaisseur de l’ordre du µm (échantillon de boîtes quan-
tiques GaN/AlN) ou de la dizaine de µm (échantillon de nanotubes). Par ailleurs,
afin d’augmenter l’intensité d’excitation, nous focalisons les faisceaux lasers par
des objectifs de microscope de façon à ce que la tache d’excitation ait un dia-
mètre ∼ 6, 5µm. Ainsi nous avons à acheminer les deux faisceaux pompe et sonde
des sources lasers grâce aux fibres et éléments optiques, jusqu’à l’échantillon qui se
trouve dans un cryostat, et les superposer. Le paragraphe suivant va donc présenter
les optiques utilisées ainsi que la technique de superposition employée.
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Acheminement des faisceaux
La figure 1.8 (page 34) illustre l’acheminement des faisceaux de pompe et de
sonde. À la sortie des lasers, les faisceaux sont couplés dans des fibres, puis ache-
minés et superposés à la surface de l’échantillon qui se trouve dans le cryostat. Les
faisceaux transmis sont détectés à l’aide de systèmes afocaux entre l’échantillon et
les photodiodes.
Puisque les faisceaux pompe et sonde sont dans le domaine infrarouge (IR),
nous effectuons un préalignement en utilisant un laser He-Ne à 632,8 nm. L’utilisa-
tion des fibres optiques est prévue à cet effet : après avoir aligné avec des faisceaux
visibles, nous débranchons des supports les fibres adaptées au laser visible pour y
brancher les fibres conçues pour les lasers IR. Du fait des instabilités mécaniques
et de la chromaticité des optiques, il est toutefois nécessaire de réoptimiser l’ali-
gnement après chaque basculement de fibre IR - visible.
Couplage des faisceaux lasers dans les fibres optiques :
Faisceaux IR : Nous n’avons pas beaucoup de latitude sur le couplage des lasers
IR. En effet, les sorties des lasers DFB et ECL sont fibrées. Le laser DFB alimente
directement l’amplificateur optique, dont l’entrée et la sortie sont également fibrées.
L’efficacité de couplage, définie comme le rapport de la puissance lumineuse à la
sortie de fibre divisée par la puissance à l’entrée de fibre (voir figure 1.7), est
de l’ordre de 70 − 75% pour le laser ECL, et de 40 − 43% pour le laser DFB.
L’amplificateur optique délivre réellement jusqu’à 1 W à sa sortie de fibre.
x
y
z
Pin
Pout
Miroir Objectif
Figure 1.7 – Couplage d’un faisceau laser dans la fibre optique grâce à un miroir
et un objectif de microscope. Le taux de couplage est Pout/Pin.
Faisceaux He-Ne à 632,8 nm (voir figure 1.7) : ces faisceaux sont délivrés par
un laser à He-Ne qui délivre jusqu’à 15 mW de puissance. En sortie du laser, le
faisceau est guidé par des miroirs, séparé en deux faisceaux (pseudo-pompe et -
sonde) par une lame semi-réfléchissante, puis focalisé au cœur des fibres optiques
grâce à des objectifs de microscope comme le montre la figure 1.7. Un miroir permet
de déplacer finement le faisceau suivant les deux directions latérales, ce qui permet
de centrer le faisceau sur le cœur de fibre. L’objectif de microscope est monté sur
une platine de déplacement suivant la direction de propagation, ce qui permet
d’ajuster la focalisation du faisceau.
Dans notre expérience, nous obtenons un taux de couplage de l’ordre de quelques
dizaines (10–50) de pourcents. Ce taux dépend très sensiblement de la stabilité
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Figure 1.8 – Montage expérimental de spectroscopie hole-burning.
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mécanique des optiques. Les faisceaux lasers visibles servant uniquement à l’ali-
gnement, l’efficacité et la stabilité de ce couplage ne constituent pas des facteurs
critiques.
Fibres optiques :
Les deux voies de pompe et de sonde sont presque identiques. Depuis les lasers
DFB et ECL, les faisceaux se propagent dans des fibres optiques jusqu’aux supports
de sortie. Nos fibres optiques sont monomodes (TEM00), le diamètre de cœur est
∼ 10µm pour des fibres du laser IR et ∼ 5µm pour des fibres du laser 632,8 nm. Les
connecteurs de fibre sont de type APC (Angle Polished Connector) - l’embout de
fibre est poli sous un angle incliné (environ 10◦) afin d’empêcher la rétro-injection
du laser dans la fibre 3.
C’est une question d’ergonomie qui nous a amenés à utiliser des fibres optiques :
elles nous permettent d’interchanger les lasers visible et IR de façon simple en
interchangeant les connecteurs de sortie des fibres optiques dans lesquelles sont
couplés des lasers différents. Ceci facilite, entre autres, la superposition des deux
faisceaux pompe et sonde (voir section 1.2.2).
Un détail important à noter est que la polarisation du laser à la sortie dépend
sensiblement de la disposition de la fibre. Il faut donc bien fixer la fibre afin de
garder une polarisation fixe pendant l’expérience 4.
Optiques :
Pour chaque voie de pompe ou sonde, le faisceau laser à la sortie de fibre est
collimaté par une lentille achromatique, de focale 3 cm et d’ouverture numérique
∼ 0, 33. Cette ouverture est légèrement supérieure à l’ouverture numérique de la
fibre qui est 0,30 ce qui permet de récupérer entièrement le faisceau. Pour contrôler
la polarisation, nous faisons passer le faisceau par un polariseur et une lame demi-
onde. Le polariseur polarise linéairement le faisceau et la lame demi-onde permet
de tourner cette polarisation sans dévier le faisceau 5.
Des filtres gris d’épaisseur optique variable peuvent être utilisés pour contrôler
l’intensité d’excitation.
Le faisceau collimaté et polarisé est alors refocalisé grâce à un objectif de micro-
scope, qui a pour ouverture numérique 0,30, une focale de 10 mm et une distance
de travail 17mm. Le support de l’objectif est motorisé grâce à des vérins piézo-
électriques, ce qui permet, des déplacements aussi précis que 30 nm sur une course
de 12,5mm.
Taille de la tache d’excitation :
Afin d’évaluer l’intensité d’excitation, il est important de calculer la taille des
3. Il favorise aussi le contact entre cœurs de fibre lors d’un couplage fibre-fibre - mais cette
fonctionalité ne concerne pas notre expérience.
4. Profitant de cette propriété, il est aussi possible de tourner la polarisation du laser - s’il
est polarisé - en contrôlant la disposition de la fibre. Il existe aussi des fibres qui conservent
la polarisation du laser (PMF pour Polarisation Maintaining Fiber), à condition que le faisceau
d’entrée soit polarisé et couplé suivant l’axe de polarisation de la fibre.
5. La lame demi-onde ou λ/2 possède deux axes perpendiculaires : axe ordinaire et axe ex-
traordinaire. Après la traversée de la lame, un retard de phase relatif de pi est introduit entre
les composantes du champ électrique suivant les deux axes. Ceci a pour résultat de renverser le
champ électrique par rapport à ces deux axes.
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taches lasers.
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tanα = d1/f1 = d2/f2
Figure 1.9 – À gauche : alignement avec laser à He-Ne 632,8 nm et laser IR
1550 nm. On remarque la chromaticité des lentilles. À droite : deux lentilles en
géométrie afocale.
Une première estimation peut être effectuée dans le cadre de l’optique géomé-
trique : supposons que le faisceau soit bien collimaté, ce qui est une hypothèse
tout à fait plausible, l’objet (qui est la sortie de la fibre optique) se trouve au
foyer de la première lentille L1 de focale f1 et l’image (qui est la tache d’excitation
sur l’échantillon) se trouve au foyer de la deuxième lentille L2 de focale f2. Nous
trouvons alors d2 = d1 · f2/f1.
Dans notre montage, le diamètre du cœur de fibre est de l’ordre de 10 µm pour
les fibres des lasers IR et de l’ordre de 5 µm pour les fibres du laser à He-Ne. Les
distances focales des lentilles sont, respectivement, f1 = 3 cm et f2 = 1 cm. On
trouve ainsi d2 ∼ 3, 3µm à 1550 nm et d2 ∼ 1, 7µm à 632,8 nm.
Il est plus réaliste de considérer les faisceaux lasers comme des faisceaux gaus-
siens [1.61]. Si l’on prend une coupe du faisceau par un plan perpendiculaire à
l’axe Oz de propagation, on obtient un profil gaussien pour l’intensité lumineuse
du mode fondamental TEM00 :
I(r) = I0e
− 2r2
w(z)2
où r est la distance de l’axe Oz au point considéré et w(z) le rayon du cercle
d’intensité I0/e2 ∼ I0/7, 39. On montre que w(z) = w0
√
1 + (z − z0)2/z2R où w0 =
w(z0) est le “waist” du faisceau et zR, tel que w(z0 + zR) = w(z0)
√
2 est appelé
longueur de Rayleigh ou encore profondeur de champ, zR = piw20/λ où λ est la
longueur d’onde du laser.
Le calcul du diamètre de la tache se résume alors au calcul du waist image w′0.
Pour cela nous avons la formule classique en optique gaussienne :
w′0 = w0
1√(
1− s
f
)2
+
(
zR
f
)2
qui permet de calculer w′0 en fonction du waist objet w0, la distance s du waist
objet à la lentille de focale f et de la longueur de Rayleigh objet zR. Nous obtenons
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pour notre configuration afocale :
w′0
w0
= f2
f1
· 1√
1 + (d− f1 − f2)
2z2R
f41
où d ∼ 50 cm est la distance entre les deux lentilles, f1, f2 et zR donnés ci-dessus.
Nous trouvons le même résultat que celui de l’optique géométrique w′0/w0 ∼ f2/f1
avec une erreur relative de 4.10−4 à 1550 nm et de 2.10−3 à 632,8 nm.
En fait, après le passage à travers la lentille de focalisation, le faisceau laser
collimaté va former une figure de diffraction, donc la tache lumineuse centrale,
appelée “disque d’Airy”, est de diamètre
2x0 =
2, 44λf
d
= 1, 22λ
ON
où ON est l’ouverture numérique de l’objectif qui est égale à 0,30. Pour λ =
632, 8µm, 2x0 ∼ 2, 6µm et pour λ = 1, 55µm, 2x0 ∼ 6, 3µm.
En conclusion, la taille de la tache d’excitation est a priori fixée par la limite
de diffraction. Elle est estimée, si l’échantillon se trouve au foyer du faisceau, à
2,6µm pour le laser à He-Ne 632,8 nm et 6,3µm pour le laser IR 1550 nm.
Nous avons mesuré la transmission du laser He-Ne à travers un diaphragme
carré 10 µm × 10 µm et obtenu une valeur de 90%, ce qui correspond à un waist
de 6,5µm [1.62], en très bon accord avec nos estimations.
Les caractéristiques géométriques des faisceaux laser étant connues, il s’agit
maintenant de les superposer précisément à la surface de l’échantillon qui est situé
dans le cryostat.
Porte-échantillon et support du cryostat
La conception du porte-échantillon a été un des points-clefs de notre montage.
Avant d’arriver à la bonne configuration, nous avons essayé différents (environ trois)
modèles de porte-échantillon. Tous reposent sur le principe d’alignement qui va
être décrit dans la sous-section suivante. Ces porte-échantillon sont montés sur des
platines de déplacement, avec des têtes interchangeables qui permettent d’échanger
l’échantillon et le diaphragme utilisé pour l’alignement de façon reproductible.
Ces modèles présentent deux inconvénients : premièrement, ils ne sont pas stables
mécaniquement - à cause du jeu au niveau des vis, le porte-échantillon dérive
au cours du temps. Deuxièmement, la superposition des faisceaux de pompe et
de sonde se fait à l’extérieur du cryostat. Quand nous introduisons le cryostat
pour faire des études en tempérauture, ses fenêtres optiques en verre modifient les
chemins optiques et font perdre la superposition des faisceaux. Cela nous a amenés
à superposer les deux faisceaux directement dans le cryostat.
Il y a de multiples modèles de cryostat disponibles. Le choix du cryostat dépend
de la géométrie de principe de notre montage optique et doit entraîner un encom-
brement minimal. Une fois que le cryostat est choisi, il faut adapter le montage
optique selon ses caractéristiques. Concernant la géométrie, les faisceaux pompe et
37
Chapitre 1. Spectroscopie de saturation
Figure 1.10 – À gauche : schéma de la queue du cryostat où se trouve le porte-
échantillon. À droite : dessin du porte-échantillon. L’échantillon est collé sur l’ou-
verture circulaire.
sonde qui se propagent sur des directions perpendiculaires (voir figure 1.8) doivent
pouvoir traverser le cryostat, il faut donc de la place pour 2 entrées et 2 sorties
optiques. Quant à l’encombrement, il faut tenir compte de la distance de travail des
objectifs de microscope (17 mm) et leur ouverture numérique (0,30). C’est pour-
quoi nous avons choisi le modèle MicrostatHe Rectangular Tail d’Oxford, dont les
caractéristiques principales sont indiquées sur la figure 1.10.
Il a fallu également fabriquer spécialement un support pour ce cryostat. Le
cryostat est tenu par deux brides, ce qui assure une bonne stabilité mécanique
(voir figure 1.11).
Figure 1.11 – Conception du porte-cryostat et sa mise en œuvre. Le cryostat
(en bleu) est tenu par deux brides ce qui assure une bonne stabilité mécanique.
L’ensemble du support est monté sur 3 grandes platines qui permettent de déplacer
le cryostat dans les trois directions xyz, avec une précision de 10 µm.
La queue rectangulaire (partie inférieure où se trouve le porte-échantillon) du
cryostat mesure 22 mm × 30 mm de section horizontale. Elle dispose de 4 fenêtres
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optiques circulaires sur les quatre côtés, dont deux de diamètre 10 mm et deux
de diamètre 20 mm. Le bouclier thermique et le vide à l’intérieur du cryostat
permettent d’isoler l’échantillon. Il faut atteindre un vide d’environ 10−3 mbar
avant de commencer la mise à froid. Grâce au flux d’hélium et des résistances
chauffantes, la température peut être réglée entre 2,2 K et 500 K.
Après quelques mois d’opération, nous avons détecté une fuite au niveau des
fenêtres optiques 6. Il était alors impossible de garder un bon vide pendant plus
de quelques 2 - 3 heures. Sur les fenêtres optiques du cryostat, qui étaient alors
refroidies, se forme de la buée, empêchant la transmission des faisceaux laser. Pour
le résoudre, nous avons été contraints de pomper le cryostat en permanence, mais
cela pose un autre problème que sont les vibrations venant de la pompe. Nous
avons alors inséré une masse métallique de 50 kg dans la tuyauterie entre la pompe
et le cryostat.
Il nous reste à positionner l’échantillon dans le cryostat. Les deux faisceaux
pompe et sonde perpendiculaires, traversent les fenêtres optiques et arrivent à la
surface de l’échantillon. Vue l’ouverture numérique des faisceaux et le diamètre des
fenêtres, nous avons placé l’échantillon à l’intersection des deux faisceaux, face aux
deux fenêtres d’entrée de façon à ce que les angles incidents soient 45◦.
Le porte-échantillon fourni avec le cryostat n’étant pas adapté à cette géomé-
trie, nous avons conçu et fabriqué notre propre modèle (Figure 1.10), avec l’aide des
mécaniciens du laboratoire Pascal Morfin et Sylvain Pleydel. L’ouverture optique
cônique fait passer entièrement les faisceaux. Afin que le faisceau de pompe ne soit
pas obturé par le fenêtre optique, le point d’intersection des faisceaux est rappro-
chée de l’entrée de 3 mm. Nous privilégions le passage du faisceau de sonde, qui
doit être détecté et analysé finement, en le faisant passer par les grandes fenêtres.
Superposition des faisceaux
Procédure :
La superposition des faisceaux est essentielle à la recherche du signal pompe-
sonde. Elle est faite avec un diaphragme et la procédure est la suivante : puisque
la longueur d’onde 1,55µm est invisible à l’œil, et grâce aux fibres optiques, nous
commençons par brancher des fibres dans lesquelles sont couplés les faisceaux issus
du laser visible He-Ne (632,8 nm) sur les supports de fibre pompe et sonde. Nous
les alignons visuellement à travers un diaphragme spécialement conçu en déplaçant
les objectifs de microscope. Ensuite, nous remplaçons le laser visible par l’IR. Les
faisceaux IR ne sont alors pas superposés dans le diaphragme à cause de la chro-
maticité des lentilles et faute de reproductivité mécanique (les fibres ne sont pas
identiques). Nous alignons finalement les faisceaux en déplaçant finement les ob-
jectifs grâce à des vérins piézoélectriques motorisés et en regardant la transmission
du laser à travers le diaphragme.
Diaphragmes :
6. La détection de fuite se base sur une détection d’hélium. Le cryostat est pompé et la pompe
est reliée à un système de détection d’hélium. On introduit ensuite un faible flux d’hélium aux
endroits soupçonnés. S’il y a une fuite, l’hélium sera aspiré dans la pompe et ainsi détecté.
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Nous utilisons les diaphragmes pour aligner les faisceaux sous un angle incident
de 45◦ (les deux faisceaux sont perpendiculaires). Un exemple de diaphragme com-
mercial est le modèle Melles Griot constitué d’une fine plaque métallique d’épais-
seur 13 µm, de diamètre 1 cm environ, l’orifice se trouvant au centre. Il existe des
modèles avec un diamètre d’ouverture variant entre 1 µm et 1 mm. Étant donné
que les taches lasers d’excitation sont de diamètre de 6 à 10 µm (voir page 35),
un diaphragme de diamètre 10 - 20 µm serait adéquat. Cependant, ce type de
diaphragme présente 3 inconvénients :
• L’alignement d’un faisceau laser à travers le diaphragme prend beaucoup de
temps parce qu’il n’y a pas de repère visuel simple pour trouver l’ouverture
du diaphragme.
• À cause du rapport épaisseur/diamètre d’ouverture élevé, la transmission à
travers ce diaphragme est faible à 45◦.
• Il n’est pas concevable de coller ce diaphragme à la place de l’échantillon
dans le cryostat pour superposer les faisceaux.
Nous avons alors conçu et fabriqué nos propres modèles de diaphragme, afin
d’en limiter l’épaisseur, qui s’était révélée trop importante dans les modèles com-
merciaux. La procédure de fabrication est illustrée sur la figure 1.12 et décrite en
annexe, il s’agit de lithographie électronique et de déposition métallique par effet
Joule. Afin de simplifier la lithographie électronique, nous avons opté pour une
forme carrée des diaphragme. Sur un substrat en verre d’épaisseur environ 150
µm, nous avons déposé quatre carrés d’or 500 µm ×500 µm. Au centre de chaque
carré d’or, nous laissons une ouverture carrée. Parmi les quatres ouvertures, deux
sont de côté 10 µm et deux sont de côté 20 µm. Les carrés d’or 500 µm ×500
µm servent comme repère visuel pour l’alignement ce qui est très pratique. Ces
diaphragmes sont fabriqués dans la salle blanche du Département de Physique de
l’École Normale Supérieure avec l’aide précieuse de Michael Rosticher et Pascal
Morfin, ingénieurs au Laboratoire Pierre Aigrain.
Chromaticité des lentilles :
La variation d’indice de réfraction n en fonction de la longueur d’onde λ entraîne
celle de la focale f d’une lentille :
1
f
= (n− 1)
( 1
R1
− 1
R2
)
où R1 et R2 sont les rayons de courbure des deux surfaces de la lentille (supposée
mince) avec une convention de signe adéquate 7. Si les variations ∆f/f et ∆n/n
sont petites devant 1, nous avons l’approximation :
∆f
f
= ∆n
n− 1
Expérimentalement, la lentille de collimation (à la sortie de fibre) et l’échan-
tillon sont immobiles. Nous avons alors trouvé qu’il fallait reculer le support de
7. Les distances sont algébriques et mesurées à partir du centre optique de la lentille. Le sens
positif est celui de la propagation de la lumière.
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2. Dépôt de la résine
3. Lithographie électronique
4. Développement
5. Dépôt des métaux
6. Lift-off
7. Résultat
1. Substrat
Figure 1.12 – Procédure de la fabrication des diaphragmes d’alignement.
fibre optique et aussi l’objectif de microscope (voir figure 1.9), en remplaçant le
laser à 632,8 nm par le laser 1,55 µm. Les distances de recul correspondent à la
variation de focale ∆f de chaque lentille. Ces distances valent respectivement 0,5
mm et 0,2 mm pour la lentille de collimation et l’objectif de microscope. Il faut
ensuite optimiser la transmission à travers le diaphragme en déplaçant les objectifs
à l’aide des vérins piézoélectriques.
Basculement diaphragme - échantillon. Troisième faisceau visible :
Une fois que les faisceaux IR sont superposés, nous décollons le diaphragme du
porte-échantillon. Ensuite sur le même porte-échantillon, nous collons l’échantillon
(de boîtes quantique ou de nanotubes de carbone). La superposition est robuste
et nous pouvons travailler pendant des jours sans avoir à réaligner. Malgré cela, il
arrive que nous soyons obligés de vérifier l’alignement et éventuellement superposer
à nouveau. Il s’avère pratique d’aligner un troisième faisceau visible à travers le
diaphragme 8 afin d’avoir un moyen simple de contrôler et réoptimiser l’alignement.
Cela nous épargne de recommencer la procédure d’alignement depuis le début. Il
suffira d’aligner le diaphragme par rapport à ce troisième faisceau et en principe les
trois faisceaux superposés doivent tous passer par le diaphragme. En pratique, il
faut optimiser légèrement la transmission des deux faisceaux IR après avoir utilisé
le faisceau de contrôle.
8. Dans la pratique il s’agit d’un des deux faisceaux à 632,8 nm, déjà utilisé pour aligner la
pompe ou la sonde.
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Stabilité mécanique
En ce qui concerne les sources d’instabilité, il y a premièrement des vibrations
venant de la pompe du cryostat qui ont été déjà mentionnées. Deuxièmement il
faut tenir compte des fluctuations de température de la salle de l’expérience. Une
climatisation maintient la température de cette salle avec une précision de 1◦C.
Pour réguler la température de la salle, la climatisation dégage périodiquement
toutes les 15 minutes, un flux d’air conditionné. La température de la salle varie
de ce fait de façon périodique avec une amplitude de quelques degrés Celcius, ce
qui suffit pour dérégler les optiques.
Afin de résoudre ce problème, la première chose à faire est de bien fixer les
optiques et éviter les matériaux thermiquement sensibles, le plastique en l’occur-
rence. Ensuite, 2 solutions sont disponibles : la première consiste à assurer un flux
d’air de climatisation continuel. Ceci est très difficile à mettre en place dans notre
salle d’expérience. La deuxième, celle que nous avons adoptée, consiste à mettre
toute la partie sensible de notre montage sous un sas. Nous avons donc construit
une protection qui couvre, en fait, la grande majorité du montage. La couverture
empêche le flux d’air froid d’arriver directement sur les optiques, ce qui amortit
le changement de température. La mise en place de cette protection a permis de
remédier aux problèmes engendés par les variations de température ambiante.
Figure 1.13 – Vue du sas en plastique transparent (au deuxième plan sur la photo)
qui permet d’amortir les fluctuations de la température.
1.2.3 Détection
Les photodiodes
Nous travaillons avec des photodiodes FD2000W en InGaAs de Fermionics et
une photodiode Germanium modèle J16TE2 de Teledyne Judson Technologies.
La responsitivité des photodiodes InGaAs est typiquement de 0,95 A/W, celle
de la photodiode Germanium est de 0,8 A/W. Deux schémas de polarisation sont
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possibles pour ces photodiodes qui vont assurer la détection des différents faisceaux
(figure 1.14).
+
−
Vmax
V = IRc
Rc
I Rc
V = IRcI
I
Figure 1.14 – Configurations de polarisation des photodiodes. À gauche : Confi-
guration “Résistance de Charge”. À droite : Configuration “Transimpédance”.
Nous allons les envisager successivement :
Configuration “Résistance de charge”
Dans ce cas, une résistance Rc est branchée en série avec la photodiode, qui
constitue une source de courant. L’intensité du courant est alors proportionnelle à
la tension entre les bornes de la résistance V = RcI. La tension V est mesurée par
la détection synchrone. Cette configuration est simple à réaliser mais elle implique
un grand problème.
Sous illumination, la photodiode délivre un courant I qui est de l’ordre du µA.
Pour avoir une tension V suffisamment élevée qui pourra être mesurée, il faut que
Rc soit de l’ordre du kΩ (1,5 kΩ pour nos photodiodes). Cette configuration induit
des nonlinéarités électroniques. En effet, dans cette configuration la réponse fré-
quentielle de la photodiode présente une fréquence de coupure autour de 100 kHz
qui correspond exactement à la fréquence de modulation des faisceaux que nous al-
lons utiliser (voir paragraphe 1.2.3). Cette fréquence de coupure elle-même dépend
de la capacité équivalente de la photodiode. Cette capacité à son tour dépend de
l’intensité lumineuse qui arrive sur la photodiode. Or, sur la photodiode de sonde
arrivent la sonde et aussi la diffusion de pompe qui n’est pas négligeable. Le ré-
sultat final est que le signal nonlinéaire détecté n’est pas d’origine optique mais
électronique.
Ignorant ce problème de nonlinéarité électronique et de par la simplicité de
la mise en œuvre, nous avons commencé par cette configuration. Celle-ci s’est
avérée bien trompeuse car pour nous qui cherchions des nonlinéarités optiques, la
nonlinéarité électronique est une source de confusion. C’est la raison pour laquelle
nous avons adopté la configuration “transimpédance”.
Configuration “Transimpédance”
Dans cette configuration on utilise un pré-amplificateur (modèle bas-bruit DLP-
CA-200 de FEMTO) qui convertit le photocourant en une tension. La réponse
fréquentielle de la photodiode en transimpédance est nettement améliorée, la fré-
quence de coupure est repoussée comme on peut le voir sur la figure 1.15. En
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Figure 1.15 – Réponse de la photodiode dans les configurations “Résistance de
charge” et “Transimpédance” en fonction de la fréquence de modulation. Nous
avons choisi les hautes fréquences (fs=106 kHz et fp=160 kHz) afin de minimiser
le bruit électronique en 1/f.
plus, de par son principe, la grande impédance d’entrée du pré-amplificateur (ré-
sistance de la photodiode qui est de l’ordre des MΩ voire GΩ) est transformée en
une faible impédance de sortie (quelques Ω). Cette configuration a donc éliminé la
nonlinéarité électronique qui nous gênait.
Détection synchrone
En vue de la détection d’un faible signal sur un fond de plusieurs ordres de
grandeurs plus élevé (∆T/T = 10−4−10−3), une détection ultrasensible est requise.
La détection synchrone répond à ce besoin.
Il s’agit de moduler le signal que nous voulons mesurer à une fréquence f0. Le
signal d’entrée sous forme d’une tension électrique s’écrit :
U = U0 cos(2pif0t+ ϕ0) + U1 cos(2pif1t+ ϕ1) + Uc
où U0 est l’amplitude de la composante à la fréquence de modulation f0, U1 l’ampli-
tude des composantes à des fréquences f1 autres que f0 et Uc le fond DC constant.
Le démodulateur multiplie ce signal par un cosinus et un sinus de fréquence f0,
puis il moyenne les produits sur un temps T . Pour la composante X, cela donne :
X(t0) =
1
T
∫ t0
t0−T
cos(2pif0t)[U0 cos(2pif0t+ ϕ0) + U1 cos(2pif1t+ ϕ1) + Uc]dt
= U0 cosϕ02
+ 1
T
U0
8pif0
[sin(4pif0t0 + ϕ0)− sin(4pif0(t0 − T ) + ϕ0)]
+ 1
T
U1
4pi(f1 − f0) [sin(2pi(f1 − f0)t0 + ϕ0)− sin(2pi(f1 − f0)(t0 − T ) + ϕ0)]
+ 1
T
U1
4pi(f1 + f0)
[sin(2pi(f1 + f0)t0 + ϕ1)− sin(2pi(f1 + f0)(t0 − T ) + ϕ1)]
+ 1
T
Uc
2pif0
[sin(2pif0t0)− sin(2pif0(t0 − T ))] (1.41)
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Quand le temps T est suffisamment long devant les périodes correspondant aux
fréquences f0 et f1±f0, les termes en 1/T deviennent négligeables devant le premier,
donc :
X(t0) ∼ U0 cosϕ02
De même nous obtenons pour la composante Y :
Y (t0) ∼ U0 sinϕ02
On en déduit :
U0(t0) = 2
√
X2(t0) + Y 2(t0)
ϕ0 = arctan
Y (t0)
X(t0)
La détection synchrone est capable de déceler des niveaux de signal/fond aussi
faibles que 10−6. Pour une bonne précision il faut augmenter le gain AC (qui
représente l’amplification globale du signal avant l’injection dans le démodulateur)
au maximum sans que l’entrée soit saturée. Par exemple sur la photodiode de
sonde, l’intensité incidente est représentée par un niveau de signal de fond de 40
mV. Le gain AC maximal qui est accepté est alors 26 dB. À 26 dB, la limite
d’entrée est de 80 mV, et on observe à la détection synchrone un niveau de bruit
de 0, 1µV environ. Le rapport bruit/fond est donc ∼ 1, 25.10−6 ce qui est la limite
de détection correspondant au Gain AC de 26 dB.
Analyse par la double-modulation
Le faisceau de pompe fait passer une partie des électrons du niveau fondamental
vers le niveau excité et réduit la différence de population entre ces deux niveaux,
ce qui correspond à une diminution de l’absorption par l’échantillon (phénomène
de “photo-blanchiment”). Vue par une faible sonde, cette diminution en absorption
se traduit par une augmentation d’intensité transmise par l’échantillon. C’est cette
différence infinitésimale de transmission que nous voulons mesurer.
La solution la plus simple est d’enregistrer deux spectres de transmission de la
sonde, l’un avec la pompe éteinte (OFF) et l’autre avec la pompe allumée (ON).
Il s’agit ensuite d’effectuer la différence de ces 2 spectres. Le problème est que la
pompe, même étant très puissante, ne peut introduire que de très petites modifi-
cations (∆T/T ∼ 10−6 − 10−4) de l’absorption de l’échantillon. De plus, sur une
longue période de temps (une dizaine de minutes qui est le temps typique d’une
acquisition de données) les intensités laser ne sont pas précisément constantes à
chaque longueur d’onde ce qui génère des erreurs quand on fait la différence des
deux spectres. Cette technique permet de mesurer des variations de l’ordre du
pourcent, ce qui n’est pas suffisant pour notre expérience.
La deuxième technique, dite de simple modulation, consiste à moduler l’inten-
sité de la pompe et détecter à cette même fréquence. En modulant l’intensité de
pompe à une fréquence fp à l’aide du courant circulant dans les diodes lasers, nous
pouvons moduler la modification induite d’absorption de la sonde à cette même
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Figure 1.16 – La modulation de la pompe induit une petite modification en inten-
sité transmise de la sonde.
fréquence. Cependant la pompe est diffusée, surtout au niveau de la surface de
l’échantillon, et vue l’intensité élevée de la pompe, sa diffusion qui est aussi modu-
lée à la fréquence fp gêne la détection du signal nonlinéaire induit. On peut parfois
minimiser ce problème en réduisant la diffusion de pompe sur la photodiode de
sonde, grâce à un filtre dichroïque ou à un polariseur dont l’axe est perpendiculaire
à la polarisation de la pompe (Configuration “Polarisations croisées”). Cependant,
cela n’est pas possible dans notre montage : comme les longueurs d’onde de pompe
et de sonde sont voisines, un filtre interférentiel ne peut être utilisé. Quant au po-
lariseur, les règles de sélection des transitions dans les boîtes quantiques font que
nous ne pouvons pas croiser les polarisations de pompe et de sonde - elles sont
parallèles après avoir traversé l’échantillon.
Il faut alors trouver une solution qui permette d’éliminer cette diffusion de la
pompe qui est modulée à la fréquence fp. Notre solution consiste à moduler à la fois
la pompe et la sonde et détecter à la fréquence somme. En première approximation,
la modification d’absorption induite par la pompe et mesurée grâce à la sonde est
proportionnelle à la fois à l’intensité de la pompe et à l’intensité de la sonde - la
modification d’absorption est donc proportionnelle au produit des deux. Si celles-
ci sont modulées aux fréquences fs et fp, leur produit aura une composante à la
fréquence somme fs + fp 9. C’est cette composante qui va être considérée.
Principe :
Notons Ipo et Iso les intensités de pompe et de sonde juste avant l’échan-
9. et une autre composante à la fréquence différence |fs − fp|.
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tillon. Ipo et Iso sont modulées en forme créneaux dont les premières harmoniques
s’écrivent :
Ipo = Ip−max cos(2pifpt+ ϕp)
Iso = Is−max cos(2pifst+ ϕs) (1.42)
Le taux d’absorption par l’échantillon, que l’on suppose petit devant 1, est linéaire
en Ipo (l’intensité de sonde étant supposée très petite devant celle de pompe) en
première approximation :
A = A0(1− kIpo + o(Ipo)) ∼ A0(1− kIpo)
L’expression de k est obtenue en utilisant l’équation 1.40 :
k = 12Is
· (Γhb/2)
2
(ω − ωp)2 + (Γhb/2)2 (1.43)
Ici k > 0, il s’agit de photo-blanchiment de l’échantillon par le faisceau de
pompe. Dans d’autres cas, k peut être négatif.
Le taux de transmission correspondant : T = 1 − A = T0 + kA0Ipo et donc
∆T = T − T0 = kA0Ipo.
Il faut aussi prendre en considération l’absorption parasite des optiques Apar =
1− Tpar et la réponse du système de détection R. Ces deux termes sont supposés
constants, indépendants de l’intensité de pompe Ipo.
Pour une intensité de pompe Ipo quelconque, l’intensité Iso de sonde transmise
par l’échantillon, et détectée par la photodiode de sonde, est donc :
Is = IsoTparT
Cette intensité est transformée en une tension par le système de détection (photo-
diode + préamplificateur + détection synchrone) :
Vs = RIsoTparT
= RIs−max cos(2pifst+ ϕs)Tpar[1−A0 + kA0Ip−max cos(2pifpt+ ϕp)]
= RIs−max cos(2pifst+ ϕs)Tpar(1−A0)
+ 12RIs−maxTparkA0Ip−max cos[2pi(fs + fp)t+ (ϕs + ϕp)]
+ 12RIs−maxTparkA0Ip−max cos[2pi(fs − fp)t+ (ϕs − ϕp)] (1.44)
Le premier terme oscille à la fréquence fs ; le deuxième, à la fréquence somme
fs + fp et le troisième, à la fréquence différence |fs− fp|, qui ne nous intéresse pas
ici. Si l’on détecte la composante de fréquence somme fs + fp, le résultat obtenu
est
Vfs+fp =
1
2RkA0TparIs−maxIp−max
Pour s’affranchir des variations de Is−max, nous normalisons ce résultat par la
composante Vfs à la fréquence fs de Vs. En remarquant que 1 − A0 = T0, Vfs a
pour expression :
Vfs = RTparT0Is−max
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Le résultat normalisé est donc :
Vfs+fp
Vfs
= 12
kA0Ip−max
1−A0
En introduisant la variation de transmission ∆T0 = T (Ipo = Ip−max) − T0 =
A0kIp−max entre les deux états “pompe ON” (Ipo = Ip−max) et “pompe OFF”
(Ipo = 0) on obtient :
Vfs+fp
Vfs
= 12
∆T
T0
Mise en œuvre :
Les intensités des deux lasers sont modulées par le courant. Le laser de sonde
(ECL) est modulé à 106 kHz et le laser de pompe (DFB) à 160 kHz. Ces hautes
fréquences sont choisies afin de minimiser le bruit électronique 1/f et d’éviter la
coïncidence entre la fréquence somme fs+fp et les harmoniques d’ordres supérieurs
de fs et fp.
Les signaux de modulation ont la forme de créneaux TTL (0 - 5,4 V). Un
additionneur de fréquence prend en entrée ces deux signaux et donne à sa sortie un
signal TTL à la fréquence fs + fp. Ce dernier est fourni à la détection synchrone
comme référence. L’additionneur a été spécialement conçu, fabriqué et ajusté par
l’équipe électronique du laboratoire (Anne Denis et David Darson) en fonction des
caractéristiques de modulation des lasers, la réponse temporelle des photodiodes
et les exigences de l’entrée de référence (REF) de la détection synchrone. Les
photodiodes imposent des fréquences inférieures à quelques centaines de kHz et
la détection synchrone n’accepte pas un signal TTL dont le front montant (ou le
front descendant) est trop bruité (20 ns pour une période de ∼ 3, 8 µs). Si toutes
ces conditions ne sont pas remplies, il s’avère impossible de déclencher la détection
synchrone.
1.2.4 Acquisition
Recherche du signal
Au début de cette thèse, nous n’avions pas d’échantillon de référence et ne
savions pas précisément quelle configuration expérimentale (quelle intensité de
pompe et de sonde, quelle fréquence de modulation, quelle température etc.) est
favorable à la recherche du signal. En plus, le désaccord accidentel du laser de sonde
ECL avec la consigne n’a pas facilité la tâche. Après avoir résolu cette défaillance
du laser et trouver un signal pompe-sonde avec les nanotubes de carbone – les pre-
miers échantillons de référence – nous avons mise en place une procédure pratique,
lourde au début mais qui s’allège au cours du temps tout en restant délicate, qui
est la suivante :
• Sortir le doigt froid de son bouclier thermique.
• Coller l’échantillon de diaphragmes avec de la laque argent sur le porte-
échantillon (l’extrémité du doigt froid du cryostat). Remettre le doigt froid
dans son boucler thermique.
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• Superposer les faisceaux pompe et sonde avec le laser He-Ne à travers un
diaphragme (celui de côté 10µm pour une bonne précision).
• Resortir le doigt froid. Décoller l’échantillon de diaphragmes et coller l’échan-
tillon (boîtes quantiques, nanotubes de carbone). Remettre le doigt froid.
• Pomper le cryostat. Lorsque la pression descend en dessous de 10−3 mbar,
commencer la mise à froid.
• Chercher le signal.
Le système de détection est mis en place : l’amplificateur à détection synchrone
est déclenché par le signal de référence à la fréquence somme fs+fp. Les niveaux de
sensibilité et de gain AC sont ajustés. Pour chercher le signal nonlinéaire, il s’agit
de déplacer très finement l’échantillon, ce qui déplace le point de superposition
des faisceaux sonde et pompe en profondeur et à la surface de l’échantillon, afin
d’optimiser le signal pompe-sonde détecté par la détection synchrone à la fréquence
somme. Le signal pompe-sonde est observé comme un signal élevé (quelques µV)
qui sort du niveau de bruit (environ 0,5 µV pour un gain AC de 26 dB).
La recherche du signal est parfois délicate, à cause de la faible épaisseur de
la couche active et de la disposition inhomogène des objets (boîtes quantiques ou
nanotubes de carbone) sur la surface. Il faut alors chercher à plusieurs endroits de
la surface et sonder minutieusement l’échantillon en direction de son épaisseur.
Pilotage
Le pilotage des lasers, de l’amplificateur optique et de la détection synchrone,
ainsi que l’acquisition de données s’effectuent à distance via des câbles GPIB. Nos
programmes de pilotage sont écrits sous Labwindows/CVI. Nous avons développé
trois programmes :
Pilotage DS et LR : c’est le programme principal, qui permet d’enregistrer le
spectre d’absorption saturée. En fonction de la longueur d’onde du laser de
sonde, sont enregistrées la longueur d’onde, la transmission de la sonde Rref ,
la composante X, l’amplitude R et la phase θ du signal pompe-sonde. Nous
pouvons choisir de normaliser (valeur par défaut) ou nonX et R par Rref . Par
souci de précision, X et R sont multipliés par 106 pour l’affichage graphique.
Claire-Constance : permet de surveiller le niveau des signaux au cours du
temps. Ce programme est utile pour vérifier la stabilité mécanique et op-
tique du système.
Apollon : spectres de transmission de pompe (Ip) et de sonde (Is) en fonction
de la puissance de pompe (Pp).
Exemple de spectre
La figure 1.17 montre l’interface de commande du programme de pilotage prin-
cipal ainsi qu’un exemple de spectre. Différents modules de commandes permettent
de contrôler les paramètres des lasers (la longueur d’onde, la puissance, la fréquence
de modulation), ainsi que les paramètres de la détection synchrone. Le domaine du
scan [λmin, λmax] et le pas du scan peuvent être choisis. Une moyenne sur plusieurs
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Figure 1.17 – Interface de commande du programme de pilotage et exemple de
spectre obtenu. Dans la fenêtre de gauche est tracée la composante X du signal
nonlinéaire, et dans celle de droite son amplitude R.
lectures (environ 10 lectures/point - inutile au-delà) permet d’améliorer le rapport
signal/bruit.
Avec la détection synchrone, nous pouvons enregistrer l’amplitude R, la phase
θ, les composantes X = R cos θ et Y = R sin θ de la composante du signal à une
fréquence donnée. Les signaux X et R sont de ∼ 5.10−4. Quand nous effectuons
un spectre d’absorption saturée, nous affichons généralement la composante X. Ce
choix a pour but de distinguer, en fonction du signe de X, les deux régimes pos-
sibles : la photo-absorption et le photo-blanchiment. En effet, l’origine des phases
θ est fixée par le signal de pompe. Ainsi, un signal positif, en phase avec le signal
de pompe, est un signal de photo-blanchiment (la transmission augmente avec le
pompage) et inversement, un signal négatif, en opposition de phase avec le signal de
pompe, provient de la photo-absorption (la transmission diminue avec le pompage).
On remarquera sur la figure 1.17 qu’un changement de signe du signal, signature de
passage d’une situation à l’autre, est aisément détectable en considérant l’aspect
de l’amplitude du signal nonlinéaire détecté (panneau droit de la figure 1.17).
1.3 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté le formalisme sur lequel est basé notre
dispositif expérimental. Nous avons ainsi pu montrer qu’une expérience de type
pompe-sonde dans le domaine spectral permettait d’extraire des informations sur
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l’élargissement homogène d’un nano-objet unique d’un spectre d’absorption d’un
ensemble de nano-objets. Ce type d’expérience va nous permettre d’étudier les
mécanismes physiques menant à la perte de cohérence dans deux systèmes nano-
métriques particuliers, les boîtes quantiques de semiconducteurs GaN/AlN et les
nanotubes de carbone. Ces deux systèmes seront considérés successivement dans
les chapitres suivants. Nous avons décrit la construction du montage optique dont
la conception et la réalisation concrète ont représenté une grande partie du travail
effectué au cours de cette thèse. Le montage est composé de trois blocs princi-
paux, l’excitation des systèmes étudiés, l’acheminement des faisceaux lumineux et
l’analyse des signaux pertinents. Nous soulignons l’importance :
• des caractéristiques et de la caractérisation de chaque composante.
• de l’optimisation de la performance de chaque composante.
• des études exhaustives en fonction de chaque paramètre (puissance, tempé-
rature, polarisation en l’occurrence).
• de la nécessité d’essayer différentes configurations avant de parvenir à une
solution optimale.
• de la reproductivité d’un résultat.
Une fois que ce montage est opérationnel, nous commençons à étudier les boîtes
quantiques et des nanotubes de carbone qui absorbent à la longueur d’onde du laser
d’excitation 1,55 µm, études décrites dans la suite de ce mémoire.
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Chapitre 2
Relaxation électronique
intrabande 0D
Dans ce chapitre je vais présenter la première mesure de la largeur homogène
de la transition intrabande s − pz de boîtes quantiques GaN/AlN. Dans la pre-
mière section 2.1 nous exposerons les propriétés générales des semiconducteurs à
base de nitrures. Dans les deux sections suivantes nous parlerons des boîtes quan-
tiques GaN/AlN, de la fabrication, des propriétés électroniques et optiques. Dans
la quatrième et dernière section 2.4, nous présenterons nos mesures, en particulier
les variations de la largeur homogène en fonction de la température et de l’inten-
sité de saturation. Nous discuterons les mécanismes régissant les relaxations de
population et de la cohérence dans ce système.
2.1 Généralités sur les nitrures
Les boîtes quantiques GaN/AlN sont des nanostructures dites zérodimension-
nelles composées de nitrures. Les propriétés optoélectroniques de ces boîtes quan-
tiques sont déterminées par celles des nitrures, modifiées par le confinement spatial.
2.1.1 Épitaxie par jets moléculaires
L’élaboration de nanostructures telles que des puits et des boîtes quantiques
à base de nitrures nécessite la croissance de couches très fines, avec un contrôle
d’épaisseur à la monocouche atomique près. Nos échantillons de boîtes quantiques
sont fabriqués par la technique d’épitaxie par jets moléculaires, dans le mode de
croissance auto-organisée dit Stranski–Krastanow.
En général, il existe deux techniques de croissance : épitaxie en phase vapeur
par précurseurs organométalliques (MOCVD pour “Metal-Organic Chemical Va-
por Deposition”) et épitaxie par jets moléculaires (MBE pour “Molecular Beams
Epitaxy”). Dans la croissance MOCVD, les éléments métalliques Ga, Al, In sont ap-
portés par des molécules organométalliques (telles que le triméthylgallium, trimé-
thylaluminium et triméthylindium) et l’azote par l’ammoniac. Pour la fabrication
des dispositifs bipolaires comme des LED bleu-violet, le dopage p est réalisé en utili-
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sant le magnésium activé par irradiation électronique ou recuit thermique [2.1, 2.2].
Grâce à sa rapidité, la technique MOCVD est couramment utilisée dans la fabri-
cation de dispositifs opto-électroniques commerciaux.
La technique MBE est utilisée quand il y a la nécessité d’élaborer des couches
ultra-fines d’épaisseur sub-nanométrique, à la monocouche atomique près comme
dans le cas des boîtes quantiques GaN/AlN. Cette technique consiste à faire croître
les matériaux voulus dans une enceinte sous ultravide par l’interaction d’un flux
gazeux d’atomes ou de molécules avec la surface de l’échantillon. Les éléments
métaux Ga, Al, In sont fournis par des cellules à effusion et l’azote est apporté
soit par craquage de l’ammoniac, soit par une cellule à plasma radiofréquence. La
cinétique de croissance est contrôlée par la température des cellules à effusion (qui
détermine les flux) et la température du substrat (qui gouverne les interactions en
surface). La vitesse de croissance en MBE est faible, de 0, 1 − 1µm/h, ce qui est
pénalisant si l’on veut produire en grande quantité mais au contraire, un avantage
si l’on veut contrôler précisément l’épaisseur des couches épitaxiées. Un point fort
de la technique MBE est la possibilité de contrôler in situ pendant la croissance
la morphologie de la surface de l’échantillon par diffraction d’électrons de haute
énergie en incidence rasante RHEED (pour “Reflection High Energy Electron Dif-
fraction”). Ces trois caractéristiques de la MBE, que sont la possibilité de couper
presque instantanément les flux, la faible vitesse de croissance et le contrôle in situ
de la morphologie par RHEED, permettent d’obtenir des nanostructures multi-
couches de bonne qualité cristalline, l’épaisseur de chaque couche étant contrôlée
à la monocouche atomique près.
Une difficulté de la croissance des nitures a été de trouver un substrat adapté
en maille. Les substrats les plus souvent utilisés sont le saphir Al2O3 (désaccord de
maille avec GaN de 14%), le carbure de silicium SiC (désaccord de maille 3,4%) et le
Si(111) (désaccord de maille -17%). À cause de ces importants désaccords de maille
et de la différence des coefficients de dilatation thermique, les couches épitaxiées
présentent une forte densité de dislocations lors du refroidissement de l’échantillon,
de la température de croissance à la température ambiante. Les échantillons étudiés
dans cette thèse ont été fabriqués par MBE sur des substrats AlN-sur-saphir. La
couche tampon AlN du substrat, fabriquée par MOCVD dans des conditions par-
ticulières, a pour but d’accommoder le désaccord de maille entre saphir et nitrures
et réduire ainsi le nombre de dislocations. [2.3–2.5].
2.1.2 Propriétés structurales
Structure cristalline
La figure 2.1 illustre la structure cristalline des nitures et le réseau de Bravais
correspondant, avec les paramètres de maille usuels. Les nitrures peuvent cristalli-
ser dans la phase wurtzite (réseau hexagonal avec un empilement ABAB) ou blende
de zinc (réseau cubique). Les échantillons étudiés pendant cette thèse sont tous en
phase wurtzite. Nous allons donc nous concentrer sur celle-ci. Les atomes métal-
liques (Ga, Al ou In) et les atomes d’azote forment deux sous-réseaux hexagonaux
compacts, décalés l’un par rapport à l’autre dans la direction [0001] qui correspond
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Azote
Métal
a
c
u
[0001]
Figure 2.1 – Structure wurtzite et la maille élémentaire.
à l’axe de croissance de l’échantillon. Ce décalage est, dans une structure wurtzite
idéale, de u = 3c/8, et le rapport c/a =
√
8/3 ∼ 1, 633. En réalité, u et c/a sont
légèrement différents de ces valeurs. Des paramètres de mailles des nitrures sont
récapitulés dans le tableau 2.1 [2.6].
Paramètre GaN AlN
a (Å) 3,189 3,112
c (Å) 5,185 4,982
c/a 1,626 1,601
u/c 0,377 0,382
Table 2.1 – Paramètres de maille du GaN et de l’AlN.
Polarité
En se référant à la figure 2.1, les nitrures peuvent croître suivant la direction
[0001] (la direction de la liaison métal–azote) ou [0001¯] (azote–métal). Dans le
premier cas, la structure est dite de polarité métal, dans le deuxième cas elle est dite
de polarité azote. La polarité de la structure a des conséquences sur la morphologie
et la stabilité de la surface [2.7–2.10], ce qui n’est pas étudié dans le cadre de cette
thèse. Nos échantillons sont de polarité métal, ce qui explique l’orientation de la
polarisation spontanée comme l’on verra dans la suite.
2.1.3 Propriétés opto-électroniques
Structure de bande
Les diagrammes de bande dans des nitrures ont été calculés par différents au-
teurs [2.11–2.15]. La figure 2.2 présente la structure de bande de GaN et AlN
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calculée par Christensen et Gorczyca en utilisant la méthode de la densité locale
(LDA pour Local Density Approximation).
A L M Γ A H K Γ A L M Γ A H K Γ
Figure 2.2 – Diagrammes de bande de GaN, AlN en phase wurtzite [2.16].
GaN et AlN en phase wurtzite sont des semiconducteurs à gap direct, le gap
se trouve au centre Γ (−→k = −→0 ) de la première zone de Brillouin. Au voisinage de
Γ, la bande de valence est a priori triplement dégénérée. Cette dégénérescence est
levée par le couplage spin-orbite et par le champ cristallin (voir figure 2.3). Les
levées de dégénérescence sont ∆cr ∼ 10 meV et ∆so ∼ 17 meV [2.6].
E
∆cr
∆so
BC
BV
Γ
Figure 2.3 – Levée de dégénérescence par le champ cristallin (∆cr) et par le cou-
plage spin-orbite (∆so).
Bandes interdites
Les gaps directs d’AlN et de GaN correspondent à des longueurs d’onde du
proche UV. À 300 K, le gap de GaN est de 3,39 eV (366 nm) et celui de AlN est de
6,2 eV (200 nm). La grande valeur des gaps directs d’AlN et de GaN est à l’origine
de l’utilisation de ces semiconducteurs dans des dispositifs fonctionnant dans le
proche UV jusqu’au bleu-vert [2.2, 2.17–2.19].
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Paramètre GaN AlN
Eg (eV) à T = 0 K 3,51 6,25
Eg (eV) à T = 300 K 3,39 6,2
α (meV/K) 0,909 1,799
β (K) 830 1462
Table 2.2 – Énergies de gap et des coefficients de Varshni de GaN, AlN en phase
wurtzite [2.6].
L’énergie de gap dépend de la température T selon la loi de Varshni :
Eg(T ) = Eg(0)− αT
2
T + β (2.1)
où α et β sont des coefficients dits de Varshni. Le tableau 2.2 récapitule les énergies
de gap et les coefficients de Varshni pour GaN et AlN en phase wurtzite.
Constante diélectrique et indice de réfraction
À cause de l’anisotropie, les nitrures en phase wurtzite sont biréfringents. Les
constantes diélectriques ε‖ parallèle et ε⊥ perpendiculaire à l’axe c sont différentes
de quelques pourcents. Le tableau 2.3 présente des valeurs expérimentales de l’in-
dice de réfraction et de la constante diélectrique de GaN et AlN [2.20–2.26]. Nous
constatons une différence d’un facteur 2 entre les valeurs statiques (ε‖0 et ε⊥0 ) et à
hautes fréquences (ε‖∞ et ε⊥∞). La valeur de l’indice à 1, 55 µm est déduite de la
limite haute fréquence de la constante diélectrique.
Matériau n @1,55 µm ε‖∞ ε⊥∞ ε
‖
0 ε
⊥
0
GaN 2,3–2,335 5,61 5,18 10,4 9,5
AlN 2,03–2,3 4,27 4,13 8,5
Table 2.3 – Indices de réfraction et constantes diélectriques de GaN et AlN.
2.1.4 Polarisation
Une caractéristique importante des nitrures en phase wurtzite est l’existence
d’une intense polarisation interne. Cette polarisation a deux contributions.
La première, −→P sp, provient de l’absence de centre d’inversion et du caractère
ionique de la liaison métal–azote. Dans la maille élémentaire d’une structure wurt-
zite idéale, les barycentres des charges positives (ions de métal) et des charges
négatives (ions d’azote) sont décalés l’un par rapport à l’autre de
−−−−−→
CmetalCazote =
−→c
8 (2.2)
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Il y a donc formation d’un micro-dipôle électrique orienté suivant la direction
[0001¯] dans chaque maille, ce qui entraîne l’apparition d’une polarisation spontanée
macroscopique [2.27].
GaN
AlN
GaN
AlN
[0001]
−σ < 0 −σ′ < 0
relaxé
relaxé
en compression
en tension
P sp
P sp
P sp
P sp
P pe
P pe
Ptotale
Ptotale
– – – – – – – – – – – – – – – – – – – – – – – – – –
Figure 2.4 – Polarisation spontanée et polarisation piézoélectrique de GaN et AlN.
À gauche : GaN et AlN sont tous les deux relaxés et la contribution piézoélectrique
est nulle. À droite : GaN est en compression et AlN en tension. La contribution
piézoélectrique est anti-parallèle à la polaration spontanée dans GaN, et est, par
contre, parallèle à la polaration spontanée dans AlN.
La deuxième, −→P pe, est due à la présence des contraintes mécaniques, qui dé-
forment le réseau des charges. Ceci entraîne l’apparition d’une polarisation piézo-
électrique. La polarisation totale est la somme des deux contributions : −→P totale =−→
P sp + −→P pe.
La figure 2.4 illustre l’orientation des polarisations d’une structure GaN/AlN
dans deux états de contrainte. Lorsque le matériau est en compression, les deux
composantes sont de signe opposé, par contre lorsque le matériau est en extension
les deux effets se renforcent.
Pendant la croissance, les contraintes mécaniques dues au désaccord de maille
sont partiellement relaxées par la formation de défauts ou de boîtes quantiques, ce
qui réduit donc la polarisation piézoélectrique.
2.1.5 Champ électrique interne
Cette polarisation interne se manifeste aux interfaces des hétérostructures Ga-
N/AlN. Puisque les polarisations spontanées sont différentes d’un matériau à l’autre,
il apparaît une discontinuité de polarisation aux interfaces des hétérostructures de
nitrures. Cette discontinuité est par ailleurs modifiée par les effets piézoélectriques
propres aux deux matériaux (voir figure 2.4). Elle donne naissance à l’apparition de
charges de surface liées : la densité de charge surfacique est donnée par la différence
de polarisations totales P1 et P2 dans les différents milieux : σ = (
−→
P1 −−→P2) · −→n où
la normale à l’interface −→n est dirigée du milieu 1 vers le milieu 2.
En suivant la direction [0001], cette charge est positive pour une interface Ga-
N/AlN et négative pour une interface AlN/GaN, comme ceci est représenté sur la
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figure 2.5.
AlN GaN AlN
E
+
+
+
+
+
+
+
−
−
−
−
−
−
−
P pe
P sp
P pe P pe
P sp P sp
[0001]
Figure 2.5 – Champ interne induit par la polarisation spontanée et la polarisation
piézoélectrique dans des hétérostructures de type wurtzite.
Ces charges de surface créent un champ électrique interne intense de l’ordre
de quelque 5–10 MV/cm [2.28–2.30] dans chaque couche de l’hétérostructure, qui
modifie les fonctions d’onde des états électroniques et les énergies correspondantes.
Des études théoriques et expérimentales ont prédit et mis en évidence des effets
tels que des transition en-dessous du gap, la diminution de la force d’oscillateur et
l’augmentation du temps de vie radiatif [2.31–2.38] dus au champ interne et à la
séparation spatiale électron–trou.
2.2 Boîtes quantiques GaN/AlN
2.2.1 Croissance Stranski–Krastanow
Les boîtes quantiques GaN/AlN sont fabriquées par épitaxie par jets molécu-
laires dans le mode dit Stranski–Krastanow. Il s’agit de faire croître du GaN sur une
couche AlN. La croissance commence alors monocouche par monocouche dans un
régime bi-dimensionnel. La couche 2D obtenue est appelée la couche de mouillage
(“wetting layer”). Le substrat AlN impose sa structure cristalline à la couche de
GaN qui tente de s’adapter en accumulant des contraintes compressives puisque
le paramètre de maille latéral a de GaN est plus grand que celui de AlN (voir
tableau 2.1). Au bout d’une épaisseur critique d’environ 1,7 monocouches [2.39],
ces contraintes sont trop grandes et relaxent spontanément sur toute la surface
de l’échantillon par la formation d’îlots zéro-dimensionnels qui vont constituer les
boîtes quantiques [2.40–2.43]. Le plan d’îlots est ensuite recouvert par une couche
d’AlN. Un arrêt de croissance après la déposition de GaN, ou une augmentation
de la température de croissance, en favorisant la migration des atomes en surface,
permet d’augmenter la taille des boîtes quantiques et de diminuer leur densité
surfacique.
Les boîtes quantiques qui font l’objet de cette étude sont en phase hexago-
nale (wurtzite), l’axe de croissance étant l’axe polaire c. Il est également pos-
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sible de croître des boîtes quantiques non-polaires en phase cubique (blende de
zinc) [2.44, 2.45] ou en phase hexagonale plan a [112¯0] [2.46–2.48]. La phase hexa-
gonale plan a permet de réduire la polarisation interne et la phase cubique ne
possède pas de polarisation ; ces deux phases sont en revanche moins stables que
la phase hexagonale plan c. La comparaison des propriétés optiques des boîtes po-
laires et non-polaires ont clairement mis en évidence les effets du champ électrique
interne dans des hétérostructures polaires [2.49].
(1) (2)
(3) (4)
Figure 2.6 – Principe de croissance par MBE auto-organisée de boîtes quantiques
GaN/AlN. 1–Dépôt de la couche barrière AlN. 2–Dépôt du GaN. La croissance
commence couche par couche bidimensionnelle. 3–Relaxation de contraintes par
formation de boîtes quantiques. 4–Encapsulation par une couche barrière AlN.
En ce qui concerne le type d’échantillons que nous allons étudier, l’équipe d’Eva
Monroy, Fabien Guillot et al. [2.50] ont minutieusement étudié l’effet des para-
mètres de croissance sur la morphologie de l’échantillon de boîtes. Ils ont ainsi
montré que :
• La réduction de la quantité de GaN déposée induit la formation de boîtes de
taille plus petite.
• Le diamètre des boîtes augmente et la densité diminue avec le temps d’arrêt
de croissance, la migration des atomes en surface étant favorisée pendant
l’arrêt.
• De même, avec l’augmentation de la température du substrat, la taille des
boîtes augmente et la densité diminue.
Dans le cas de notre échantillon E1313, le substrat est du AlN-sur-saphir,
l’épaisseur de la couche AlN est de 1 µm. La zone active épitaxiée est composée
de 200 plans de boîtes, chaque plan étant du GaN (équivalent à 4 monocouches ∼
1 nm) dans de l’AlN (3 nm). La densité surfacique de boîtes est environ 1, 2.1012
cm−2. La multiplication des plans de boîtes permet d’augmenter la densité vo-
lumique de boîtes, afin de faciliter les mesures d’absorption optique. En vue des
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études de la transition intrabande s− pz, les couches GaN de nos échantillons sont
dopées n par Si : pendant la croissance, un flux de Silicium est ajouté à celui de
GaN. La concentration en Si est de 1020 cm−3 ce qui correspond à une population
moyenne de 2,5 electrons par boîte [2.39].
2.2.2 Morphologie
Une fois la croissance de l’échantillon terminée, la morphologie des boîtes quan-
tiques peut être caractérisée par des mesures de HRTEM (High-Resolution Trans-
mission Electron Microscopy) et évetuellement d’AFM (Atomic Force Microscopy)
quand le dernier plan des boîtes n’est pas recouvert par de l’AlN. La figure 2.7
montre des images HRTEM et AFM typiques des boîtes quantiques GaN/AlN.
Figure 2.7 – Image AFM et HRTEM de boîtes quantiques GaN/AlN [2.51]. Notre
échantillon contient des boîtes de dimensions plus faibles (h = 1, 7 ± 0, 1 nm et
d = 6± 1 nm) que celles représentées ici.
Dans nos échantillons les boîtes ont une forme de pyramide hexagonale tronquée
aplatie, représentée schématiquement sur la figure 2.8, de diamètre de base d = 6±1
nm et de hauteur h = 1, 7 ± 0, 1 nm (couche de mouillage comprise). Les facettes
latérales, qui correspondent aux surfaces [101¯3], forment un angle∼ 30◦ par rapport
à la base de la pyramide.
h
d
30◦
Figure 2.8 – Morphologie d’une boîte quantique GaN/AlN.
Quand on fait croître successivement des plans de boîtes, du fait de l’existence
de contraintes résiduelles dans la couche AlN séparant les plans, les boîtes appar-
tenant à des plans successifs ont tendance à s’aligner verticalement [2.52, 2.53].
Cette tendance n’est pas toujours observée sur d’autres échantillons, y compris le
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nôtre [2.39] (voir figure 2.9). Ceci est expliqué par le fait que le processus d’aligne-
Figure 2.9 – Image HRTEM de notre échantillon E1313 de boîtes quantiques
GaN/AlN.
ment dépend fortement de l’épaisseur des couches et de la taille des boîtes [2.53].
En effet, l’alignement est observé dans les échantillons où les boîtes sont relative-
ment larges et épaisses (h ∼ 4 nm, d ∼ 30 nm, la barrière AlN est de 10 nm [2.52]),
et pas dans les cas où les boîtes sont petites ou les barrières AlN sont épaisses
(h ∼ 1 nm, d ∼ 10 nm et barrière AlN de 3 nm [2.50]).
2.2.3 États électroniques confinés
Andreev et O’Reilly [2.54–2.56] ont calculé la structure électronique des boîtes
quantiques GaN/AlN par la méthode k · p en tenant compte des contraintes et du
champ électrique interne. Ces résultats ont été complétés par Ranjan et al. [2.57]
en utilisant le modèle des liaisons fortes et en assurant un traitement auto-cohérent
tenant compte de l’écrantage du champ interne par les porteurs.
L’interface GaN→AlN étant chargée positivement et l’interface AlN→GaN né-
gativement, il apparaît au niveau du plan de boîtes un champ électrique dirigé vers
les z négatifs (suivant l’axe c). Ce champ électrique interne provoque une sépara-
tion spatiale des électrons et des trous comme on peut le voir sur la figure 2.10. Sur
l’image du haut sont représentées les densités de probabilité |ψ(−→r )|2 pour l’état
fondamental E1 des électrons et pour celui des trous lourds H1 [2.56]. Ce calcul
a été effectué pour une boîte quantique de diamètre d = 6, 9 nm et de hauteur
h = 1, 8 nm, de dimensions comparables à celles de nos boîtes quantiques. Les
électrons sont localisés près du sommet de la pyramide et les trous sont repoussés
vers le bas de la pyramide et partiellement dans la couche de mouillage. Sur l’image
du bas est le profil du potentiel suivant l’axe c qui est fortement influencé par l’effet
Stark dû au champ interne.
L’analogie entre boîtes quantiques et systèmes atomiques se trouve dans la
discrétisation du spectre d’énergie et aussi dans la symétrie des fonctions d’onde
électroniques. Dans leurs articles, Andreev et al. notent les états électroniques sim-
plement E1, E2... par ordre d’énergie croissante. Afin de mettre en valeur l’analogie
avec les orbitales atomiques, nous allons utiliser les notations pseudo-atomiques : s
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Figure 2.10 – Figure du haut : profil du potentiel, niveaux d’énergie confinés et
recouvrement spatial des densités de probabilité |ψ|2 suivant l’axe c dans une boîte
GaN/AlN de 1,8 nm de hauteur et 6,9 nm de diamètre. Figure du bas : densité
de probabilité pour l’état fondamental des électrons (E1) et des trous lourds (H1)
[2.56].
.
x
y
z
s px py pz
Figure 2.11 – Les modules carrés de la fonction enveloppe pour les états s (E1),
px (E2), py (E3) et pz (E9), d’après [2.54].
(état fondamental), px, py, pz (premiers états excités suivant x, y, z respectivement)
etc. Puisque les boîtes quantiques sont de forme très aplatie (h = 1, 7± 0, 1 nm et
d = 6 ± 1 nm), le confinement vertical suivant l’axe z est nettement plus impor-
tant que le confinement latéral. Les premiers états excités seront donc associés au
confinement latéral (dans le plan des couches). La fonction d’onde du premier état
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excité E2 possède un nœud suivant la ligne reliant les milieux des côtés opposés
de l’hexagone, comme on peut le voir sur la figure 2.11 ; cela correspondra à un
état px, symétrique suivant y, z et antisymétrique suivant x. La fonction d’onde du
deuxième état, de même nature, E3 a un nœud suivant la grande diagonale. Cet
état sera noté py (antisymétrique suivant y). Le premier état associé au confine-
ment vertical suivant l’axe c, l’état excité, E9, auquel nous nous intéressons, est
appelé pz.
s
px/y
pz4,6
3,8
E (eV)
Figure 2.12 – Niveaux d’énergie des états électroniques confinés d’une boîte quan-
tique GaN/AlN. Figure basée sur la référence [2.56] et adaptée à la structure élec-
tronique de notre échantillon.
La figure 2.12 représente schématiquement, les premiers niveaux électroniques
confinés. Les états px et py provenant du confinement latéral se trouvent à seule-
ment quelques dizaines de meV au-dessus du niveau s. Étant quasiment de même
nature ces deux niveaux px, py sont très proches en énergie, E2 −E1 = 74 meV et
E3 − E1 = 75 meV d’après Andreev et O’Reilly [2.54]. Le niveau pz provenant du
confinement vertical est quant à lui nettement décalé vers les hautes énergies de
quelques centaines de meV. Nos boîtes quantiques ont été fabriquées de façon à ce
que l’énergie de la transition s− pz soit ∼ 0, 8 eV (∼ 1, 55 µm).
2.3 Absorption intrabande s− pz
Nous nous intéressons à la transition optique entre les niveaux s et pz qui sont
issus de la bande de conduction, il s’agit d’une transition intrabande.
2.3.1 Règles de sélection
Considérons une boîte quantique en interaction avec une onde électromagné-
tique plane monochromatique. Nous allons dériver les règles de sélection en pola-
risation qui régissent les transitions interbandes et les transitions intrabandes.
Dans l’approche de la fonction enveloppe, les deux états électroniques pertinents
ψi(−→r ) (état initial) et ψf (−→r ) (état final) de la boîte sont décomposés en une partie
atomique u(−→r ) qui est la fonction de Bloch représentant l’effet du champ cristallin,
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et une partie enveloppe ξ(−→r ) traduisant l’effet du confinement spatial [2.58] :
ψi(−→r ) = ui(−→r )ξi(−→r ) (2.3a)
ψf (−→r ) = uf (−→r )ξf (−→r ) (2.3b)
La fonction enveloppe est supposée lentement variable à l’échelle atomique. L’ha-
miltonien dipolaire électrique “A·p” d’interaction en jauge de Coulomb s’écrit :
Hˆi = − q
m
−→
A (−→r0 , t) · −ˆ→p (2.4)
où −ˆ→p est l’opérateur d’impulsion et −→A (−→r0 , t) le potentiel vecteur. L’élément de
matrice caractérisant la probabilité de transition Pif entre l’état initial |ψi〉 et
l’état final |ψf 〉 est 〈ψi|−→A −ˆ→p |ψf 〉, et peut être séparé en deux termes :
〈ψi|−ˆ→p −→A |ψf 〉 = −→A 〈ui|−ˆ→p |uf 〉 · 〈ξi|ξf 〉+−→A 〈ui|uf 〉 · 〈ξi|−ˆ→p |ξf 〉 (2.5)
Dans les transitions interbandes, les états sont issus de deux bandes différentes,
ainsi les fonctions atomiques initiales et finales sont orthogonales et le deuxième
terme s’annule : 〈ui|uf 〉 = 0. Le premier terme est donc responsable des transitions
interbandes.
Dans notre cas qu’est celui de la transition intrabande s − pz, les fonctions
enveloppes ξi et ξf sont orthogonales et le premier terme s’annule. Les fonctions
atomiques ui et uf sont identiques et l’élément de matrice de la transition s’écrit :
−→
A · 〈s|−ˆ→p |pz〉 = Az · 〈s|pˆz|pz〉 (2.6)
Étant donné que s est symétrique suivant x, y, z, pz est antisymétrique suivant
z et symétrique suivant x, y, et −→A ‖ −→E , la transition n’est permise que pour un
champ électrique tel que Ez 6= 0.
2.3.2 Absorption intrabande
L’absorption intrabande n’est possible que si le niveau initial est peuplé. L’ab-
sorption intrabande s − pz a été observée dans les boîtes quantiques GaN/AlN
qu’elles soient non-intentionnellement dopées [2.59, 2.60] ou dopées Si [2.50, 2.60].
Dans le cas des boîtes quantiques nominalement non-dopées, il est suggéré que
la population du niveau s est due à des niveaux d’impuretés peu profonds de la
couche AlN [2.60]. Une autre solution consiste à peupler le niveau s par un pompage
optique interbande, mais son efficacité reste limitée à 3% [2.61].
Pour faire des mesures d’absorption intrabande, les échantillons sont préparés
de façon à augmenter au maximum la longueur d’interaction entre l’onde électro-
magnétique et les plans de boîtes. Ils sont généralement polis de façon à former un
guide d’onde et l’excitation se fait par une facette latérale qui est également polie,
inclinée de 45◦ par rapport au plan des couches, comme on peut le voir dans l’in-
sert de la figure 2.14. Après quelques (4 à 8) réflexions totales internes, le faisceau
ressort pour être détecté et analysé par spectroscopie par transformée de Fourier
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Figure 2.13 – Absorption intrabande dans des boîtes quantiques GaN/AlN, mesu-
rée par Tchernycheva et al. [2.60]. Les courbes en continu correspondent à la pola-
risation p (TM), celle en pointillés correspond à la polarisation s (TE). La courbe
continue avec des carrés () est l’absorption des boîtes de hauteur h = 1, 5 ± 0, 7
nm. La courbe continue avec des triangles (N) : hauteur des boîtes h = 1, 3 ± 0, 6
nm. La courbe continue avec des disques (•) : hauteur des boîtes h = 0, 9 ± 0, 4
nm.
(FTIR). Dans les résultats présentés sur la figure 2.13, on remarque que l’absorp-
tion est bien marquée uniquement en polarisation TM, c’est-à-dire quand le champ
électrique possède une composante Ez 6= 0. Ceci correspond, a priori, aux règles
de sélection obtenues au paragraphe précédent pour la transition s − pz. D’autre
part, des études ont été menées en faisant varier les paramètres de croissance, de
façon à mettre en évidence la dépendance en taille de l’énergie de cette transition.
Il a été ainsi montré que l’énergie de cette transition dépendait majoritairement
de la hauteur des boîtes, comme il était attendu pour la transition s−pz. En effet,
toujours sur la figure 2.13, on voit que les pics d’absorption se trouvent respective-
ment à ∼ 0, 8 eV, ∼ 0, 825 eV, ∼ 0, 875 eV pour les boîtes de hauteur h = 1, 5±0, 7
nm, h = 1, 3± 0, 6 nm, h = 0, 9± 0, 3 nm.
La largeur à mi-hauteur (inhomogène) la plus petite qui est observée dans ces
mesures est de ∆E = 88 meV. Estimons la fluctuation en taille des boîtes qui
correspond à cet élargissement inhomogène. Le modèle le plus simple pour une
boîte quantique est celui d’un parallélépipède de dimensions a× b×h, a et b étant
la longueur et la largeur, h la hauteur. Les états électroniques confinés ont pour
énergie :
E(m,n, p) = ~
2
8me
(
m2
a2
+ n
2
b2
+ p
2
h2
)
(2.7)
avec m,n, p des entiers et me la masse effective de l’électron supposée isotrope.
Les niveaux s et pz correspondent à E(1, 1, 1) et E(1, 1, 2) respectivement, ainsi
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l’énergie de transition est :
∆E = 3~
2
8meh2
(2.8)
On peut donc considérer pour des petites variations de h et E que ∆E/E = 2∆h/h.
La valeur ∆E/E ∼ 0, 1 correspond donc à une fluctuation en taille ∆h/h ∼ 0, 05.
Cette estimation suggère que les fluctuations en taille des boîtes sont bien sur-
estimées (à partir des images AFM) dans la référence [2.60]. En revanche, l’es-
timation est en bon accord avec les caractéristiques de notre échantillon E1313
(h = 1, 7 ± 0, 1 nm mesuré à partir des images HRTEM qui sont a priori plus
précises que les images AFM). Les boîtes seraient de hauteur semblable.
2.4 Élargissement homogène
L’absorption d’un ensemble de boîtes est donc dominée par l’élargissement in-
homogène. C’est au contraire, la largeur homogène, inverse du temps de relaxation
de cohérence, qui constitue une caractéristique intrinsèque de la transition. La tran-
sition interbande à environ 3, 5 eV des boîtes GaN/AlN a été étudiée par plusieurs
groupes par la photoluminescence d’objet unique [2.62–2.64]. Quant à la transition
intrabande s−pz, l’étude est rendue difficile par le rendement quantique faible. En
effet, l’existence des niveaux intermédiaires entre s et pz, montrée théoriquement
par Andreev et al [2.54] facilite la relaxation non-radiative des électrons vers le
niveau s. Cela a été confirmé par Nevou et al. qui ont mesuré un temps de relaxa-
tion de population T1 ∼ 160 fs par une expérience pompe-sonde temporelle [2.65].
Aucun résultat expérimental n’a pu mettre en évidence une mesure directe de la
largeur d’absorption homogène s− pz.
La technique expérimentale que nous avons mise au point et décrite lors du cha-
pitre précédent va nous permettre de mesurer la largeur homogène de la transition
s−pz. L’étude de la variation de cette largeur homogène en fonction de paramètres
extérieurs tels que la température et la puissance va, entre autres, nous permettre
de clarifier les mécanismes qui gouvernent les processus de relaxation de population
et de cohérence dans les boîtes quantiques GaN/AlN.
2.4.1 Échantillon
Notre échantillon est fait par l’équipe de Eva Monroy et Fabien Guillot à Gre-
noble. Il contient un nombre exceptionnel de 200 plans de boîtes. Pour des transi-
tions intrabandes, l’échantillon est dopé à hauteur de 2,5 électrons par boîtes. Par
des mesures sur des images HRTEM, les boîtes ont une forme conique tronquée,
de hauteur h = 1, 7 ± 0, 1 nm et de diamètre de base d = 6 ± 1 nm. La structure
des couches de l’échantillon est représentée sur la figure 2.15 à gauche. L’absorp-
tion par une boîte quantique étant très faible, il est nécessaire de travailler sur un
ensemble important de boîtes. À titre d’illustration, notre échantillon, représenté
schématiquement sur la figure 2.15, possédant 200 plans de boîtes quantiques Ga-
N/AlN sur un substrat AlN (1 µm)-sur-saphir, a pour densité optique 0, 4 (voir
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figure 2.14 plus loin). Ce pseudo-substrat AlN a été déposé par MOCVD sur saphir
de façon à limiter le nombre de dislocations dans la zone active qui contient les
plans de boîtes quantiques. L’absorption de cet échantillon de boîtes quantiques a
été étudiée par Maria Tchernycheva et al. à l’IEF de l’université Paris-Sud, dans
la configuration zig-zag, schématisée dans l’insert gauche de la figure 2.14, qui vise
à augmenter l’interaction boîtes–faisceau d’excitation.
Pour les mesures d’absorption linéaire, l’échantillon est placé au centre du com-
partiment du spectromètre. La lumière polarisée est injectée par l’une des deux
facettes latérales polies, elle se propage en subissant des réflexions totales internes
sur les faces avant et arrière de l’échantillon. La lumière sortant de l’autre facette
est focalisée sur le détecteur à l’aide d’un miroir elliptique. Les spectres de trans-
mission sont enregistrés pour deux polarisations du faisceau : polarisation TE (ou
s) pour laquelle le champ électrique est parallèle au plan des couches et polarisation
TM (ou p) pour laquelle le champ magnétique est parallèle au plan des couches.
D’après les règles de sélection vues précédemment, l’absorption par les boîtes est a
priori marquée en polarisation TM (ou p), ce qui est confirmé par les mesures. La
figure 2.14 montre le spectre de transmission de notre échantillon E1313, en polari-
sation TM. Le spectre présente une absorption marquée vers 0,8 eV (1,55 µm) qui
correspond à la transition s−pz. La densité optique, proportionnelle à l’absorption
et calculée par la formule D = − log10(T ) où T est le coefficient de transmission,
et est montrée en insert à droite. La largeur à mi-hauteur du spectre d’absorption
est d’environ 128 meV montrant un élargissement inhomogène important. En com-
paraison avec les spectres de la figure 2.13, l’absorption de l’échantillon E1313 est
plus décalée vers les basses énergies, ce qui confirme le fait que les boîtes quan-
tiques sont en moyenne plus épaisses (1, 7 nm par rapport à 1, 5 nm, 1, 3 nm et 0, 9
nm). L’absorption est aussi 2 fois plus marquée à cause du grand nombre de plans
de boîtes.
2.4.2 Superposition des faisceaux dans la zone active
Le montage expérimental de hole-burning a été décrit en détails dans le cha-
pitre 1, il peut être utilisé pour étudier différents systèmes physiques tels que les
boîtes quantiques et les nanotubes de carbone qui absorbent à 1,55 µm. Néanmoins,
il faut adapter le montage selon les caractéristiques de chaque système étudié.
La première problématique de l’expérience est l’alignement des faisceaux pompe
et sonde. Comme il a été présenté dans le chapitre 1, l’alignement se fait à l’aide
de diaphragmes de forme carrée, fabriqués par dépôt métallique (5 nm Cr + 95
nm Au) sur un substrat en verre (∼ 200 µm). Dans le cas de l’échantillon de boîtes
quantiques, nous avons choisi de déposer directement des diaphragmes sur la sur-
face de l’échantillon pour assurer la superposition des faisceaux dans la couche
active. Rappelons que la couche active est composée de 200 plans de boîtes ce qui
correspond à une épaisseur ∼ 1 µm, alors que l’épaisseur totale de l’échantillon
est de ∼ 500 µm (essentiellement celle du substrat). Par ailleurs, le signal nonli-
néaire attendu est faible (∆T/T de l’ordre de 10−5 − 10−4), il est donc nécessaire
de travailler directement dans cette configuration qui assure que les faiseaux sont
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Figure 2.14 – Spectre de transmission de l’échantillon E1313, en polarisation p.
La forte diminution de la transmission vers 0,3 eV (4 µm) est due à l’absorption
par le saphir. La largeur à mi-hauteur du pic d’absorption à 0,8 eV (1,55 µm) est de
128 meV. L’insert à gauche illustre la géométrie de l’échantillon et de l’excitation.
L’insert à droite montre la densité optique D = − log10(T ).
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Figure 2.15 – À gauche : structure des couches de l’échantillon E1313. 200 plans
de boîtes quantiques GaN (4 monocouches ∼ 1 nm)/AlN (3 nm) sont déposés sur un
substrat composé de 1 µm sur du saphir. À droite : schéma de dépôt de diaphragmes
à la surface de l’échantillon.
bien focalisés dans la couche active. L’avantage de l’intégration des diaphragmes à
la surface est aussi de donner la possibilité de contrôler l’alignement des faisceaux
sans avoir à sortir l’échantillon du cryostat, ce qui réduit considérablement le temps
nécessaire au réalignement du dispositif. En revanche nous sommes contraints de
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travailler uniquement avec des ouvertures définies et les faibles dimensions de ces
ouvertures rendent l’expérience extrêmement sensible. À cause des dérives méca-
niques, il arrive souvent de devoir réaligner les faisceaux à travers l’ouverture.
L’alignement à travers le diaphragme n’est bon que pendant quelques heures.
Le schéma de dépôt est représenté sur la figure 2.15 à droite. Par la même pro-
cédure que celle utilisée pour la fabrication des diaphragmes d’alignement (décrite
au chapitre 1), nous avons déposé 4 grands carrés d’or de côté 500µm, au centre
desquels sont pratiquées des petites ouvertures carrées, dont 2 de côté 10µm et 2 de
côté 20µm. La forme carrée est choisie afin de faciliter la procédure de lithographie
électronique. Le résultat du dépôt est présenté sur la figure 2.16.
ouverture carrée
10 x 10 µm2 ouverture carrée
20 x 20 µm2
Figure 2.16 – Diaphragmes d’alignement déposés sur la surface de l’échantillon.
Images prises au microscope optique. Des rayures sont dues aux nettoyages succes-
sifs de la surface.
L’excitation par la pompe se fait ainsi sur une surface carrée de 10× 10 µm2.
Rappelons que le faisceau de pompe est défocalisé de façon à ce que l’excitation
soit plus homogène et que l’intensité transmise à travers le diaphragme soit divisée
par 2. Ainsi, l’intensité d’excitation est calculée comme le rapport de la puissance
de pompe transmise, enregistrée grâce à un bolomètre, divisée par cette surface de
100 µm2.
Pour les études en fonction de la température, l’échantillon est collé sur un
porte-échantillon, placé dans le cyostat. La laque argent est utilisée comme colle –
elle a une bonne conductivité thermique et assure une bonne adhésion pour toute
la gamme de température de 5K à 300K. L’échantillon est collé de façon à ce que
la surface active soit face aux faisceaux et que le diaphragme se trouve à peu près
au centre de l’ouverture circulaire du porte-échantillon, afin d’optimiser le passage
des faisceaux pompe et sonde (voir figure 2.17).
Nous utilisons des ensembles (polariseur + lame demi-onde), placés après les
sorties de fibres pour contrôler la polarisation des faisceaux pompe et sonde. Cepen-
dant, la géométrie de l’expérience ne nous permet pas d’orienter les polarisations
exactement suivant l’axe [0001] de croissance. En effet, la normale de l’échantillon
fait un angle de 45◦ par rapport aux fenêtres optiques du cryostat (voir figure 1.10
du chapitre 1). L’axe [0001] des boîtes quantiques, qui correspond à la normale
de l’échantillon, est donc dans le plan d’incidence des deux faisceaux pompe et
sonde. Les règles de sélection pour la transition s − pz exigent donc, pour que la
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Figure 2.17 – Vue par dessus de l’échantillon sur son support et les faisceaux
pompe et sonde. Le diaphragme est au centre de l’ouverture optique du support.
probabilité de transition soit maximale, que les polarisations des deux faisceaux
soient dans le plan d’incidence.
2.4.3 Mesure de la transmission différentielle
La largeur homogène de la transition s − pz est révélée par nos expériences
d’absorption nonlinéaire où nous mesurons la transmission différentielle (voir cha-
pitre 1). La figure 2.18 montre deux exemples de spectre obtenus avec l’échantillon
E1313 à une température nominale de 10 K. La courbe en pointillés représente le
résultat de la mesure d’absorption linéaire de l’échantillon. La longueur d’onde de
pompe est λp=1550 nm (∼ 800 meV). La courbe en bleu, très étroite spectralement
(∆E . 75 µeV), est une estimation de la réponse spectrale de notre dispositif. Elle
correspond au signal nonlinéaire obtenu sur un substrat d’InP et son origine est
vraisemblablement l’artefact cohérent [2.66]. Les spectres nonlinéaires des figures
2.18 et 2.19 ont été obtenus en utilisant la totalité de la plage spectrale de notre
laser de sonde qui est l’intervalle [1520 nm, 1600 nm].
L’une des signature de la transition s − pz est qu’elle obéit aux règles de sé-
lection en polarisation. La transition est la plus efficace si les polarisations de la
pompe et de la sonde sont perpendiculaires au plan des couches (polarisation TM
ou p). L’absorption est nulle si la polarisation est parallèle au plan des couches
(polarisation TE ou s).
Nous obtenons cependant un signal nonlinéaire lorsque l’un des faisceaux, ou
les deux, sont de polarisation TE. Ce signal est représenté en cercles noirs sur
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la figure 2.18, ou bien correspond aux courbes rouge et bleu de la figure 2.19.
La valeur de ∆T/T correspondante est toujours négative ou faiblement positive.
Ce signal correspond donc toujours à un signal de photo-absorption ou de léger
photo-blanchiment. Il peut provenir de l’absorption de porteurs libres ou de la
saturation d’absorption dans les systèmes semiconducteurs autres que les boîtes
quantiques présents dans l’échantillon. Ce signal sera considéré comme un signal de
fond dans nos expériences et nous permettra d’isoler le signal nonlinéaire provenant
réellement de la transition s− pz. Par ailleurs, comme on le verra à la section 3.4
du chapitre 3 suivant, ce signal de fond très large spectralement est aussi présent
avec les nanotubes de carbone.
Par contre, quand les faisceaux pompe et sonde ont la bonne polarisation (TM ),
nous observons clairement un photo-blanchiment correspondant à la saturation de
la transition s − pz : Cercles rouges pleins de la figure 2.18 et courbe noire de la
figure 2.19. Notons que les ∆T/T mesurés sont de l’ordre de 10−4 pour les intensités
d’excitation les plus fortes. Nous pouvons donc considérer que le système se trouve
toujours dans le domaine de faible saturation.
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Figure 2.18 – Exemples de spectre de hole-burning. Deux spectres (disques rouges
pleins et cercles noirs) ont été faits dans deux polarisations TM et TE. Le spectre
d’absorption inhomogène (courbe en pointillés) est de largeur à mi-hauteur 128
meV. La raie à 0,8 eV et de largeur . 75 µeV est la fonction de réponse du
système. Ces mesures de hole-burning ont été faites à T = 10 K.
À cause de la plage spectrale limitée du laser de sonde, nous n’obtenons pas la
totalité du spectre d’absorption saturée de l’échantillon E1313, il est tronqué du
côté haute énergie. Nous pouvons néanmoins évaluer la largeur du trou spectral à
27± 2 meV, ce qui est bien inférieur à la largeur inhomogène de 128 meV, et bien
plus grand que la largeur de la fonction de réponse (. 75 µeV).
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Figure 2.19 – Spectres de hole-burning pour différentes polarisations de pompe
(p) et de sonde ( s). Polarisation TM : champ magnétique perpendiculaire au plan
incident. Polarisation TE : champ électrique perpendiculaire au plan incident.
2.4.4 Profil spectral : lorentzien ou gaussien ?
Comme le nom de cette partie l’indique, c’est une question encore ouverte,
mais il existe des indices théoriques et expérimentaux qui permettent de pencher
en faveur d’un profil gaussien. Calculé théoriquement sur un système à deux ni-
veaux (voir chapitre 1, section 1.1.3), le spectre d’absorption homogène obtenu par
spectroscopie de hole-burning est supposé avoir un profil lorentzien dont la largeur
est donnée par
Γhb = γ + γs (2.9)
où γs = γ
√
1 + I/Is, γ étant la largeur homogène non-saturée, I et Is l’intensité de
pompe et l’intensité de saturation. Dans la limite des faibles saturations (I  Is),
Γhb ∼ 2γ.
Pour isoler la réponse nonlinéaire de la transition s − pz, nous effectuons la
soustraction des spectres d’absorption saturée obtenus pour les mêmes intensités
d’excitation quand les deux faisceaux pompe et sonde sont de même polarisation
TM et TE. Or, nous constatons que le spectre du signal d’absorption saturée est
mieux ajusté par un profil gaussien. Sur la figure 2.20, nous voyons que même si
les deux profils, lorentzien et gaussien, ajustent bien le sommet du spectre, le profil
gaussien ajuste clairement mieux l’aile basse énergie. Tous les autres spectres que
nous avons pu réaliser présentent les mêmes caractéristiques.
Un profil gaussien du spectre homogène suggère l’importance de la diffusion
spectrale. Ce phénomène correspond à l’évolution temporelle aléatoire de l’énergie
d’émission ou d’absorption d’un système. La diffusion spectrale est une manifesta-
tion de la nature fluctuante de l’environnement qui entoure le système, elle a été
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Figure 2.20 – Ajustement gaussien (courbe bleue en continu) et ajustement lo-
rentzien (courbe rouge en pointillé) d’un spectre de hole-burning. Les ajuste-
ments gaussien ∆T/T = A · exp[−(E − E0)2 ln 2/σ2HB] et lorentzien ∆T/T =
A · Γ2/((E − E0)2 + Γ2) sont réalisés avec comme paramètres E0 = 803, 5 meV,
A = 3, 2 · 10−4, σHB = 13, 3 meV et Γ = 12, 5 meV.
observée pour la première fois par Bloembergen dans des systèmes de spins nu-
cléaires [2.67], puis expliquée théoriquement par Anderson [2.68] et Kubo [2.69] en
proposant un régime de fluctuation gaussienne de l’énergie de transition. Elle est
également observée dans des systèmes de matière condensée tels que des molécules
uniques dans une solution [2.70], des nanocristaux colloïdaux CdSe/ZnS [2.71],
des boîtes quantiques CdSe/ZnS épitaxiées [2.72, 2.73] et des boîtes quantiques
InAs/GaAs [2.74].
Dans le cadre de la diffusion spectrale, l’évolution temporelle de l’énergie de
transition est caractérisée par son amplitude de fluctuation Σ et son temps de
corrélation τc qui est le temps caractéristique de la vitesse à laquelle le système
perd sa mémoire. Dans le modèle de Kubo-Anderson où la fluctuation est supposée
gaussienne, Σ et τc décrivent l’évolution temporelle δE(t) de l’énergie de transition
à travers l’expression de l’auto-corrélation :
〈δE(t) · δE(0)〉 = Σ2 · e− |t|τc (2.10)
Des travaux d’Ivan Favero et Alice Berthelot effectués dans notre laboratoire au
cours de leurs thèses sur la diffusion spectrale dans les boîtes quantiques InAs/GaAs
ont mis en évidence le régime de rétrécissement par le mouvement à basse tempé-
rature et à basse puissance d’excitation. Ils ont montré l’existence d’une transition
lorentzien–gaussien du profil spectral de la raie d’émission à zéro-phonon en consi-
dérant la rapidité de la fluctuation du système {boîte quantique + environnement},
caractérisée par le produit τcΣ [2.74–2.76]. Dans un régime de perturbations ra-
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pides τcΣ  1, le profil spectral est lorentzien, tandis que dans un régime de
pertubations lentes, τcΣ 1, le profil spectral est gaussien.
Même si une analyse de la nature (lorentzienne au gaussienne) du profil spectral
est difficile dans notre cas à cause de la plage spectrale réduite du laser de sonde,
le trou spectral ultra-large que nous observons devrait correspondre à un profil
gaussien d’absorption. En effet, si l’on considère des processus de relaxation tels
que la diffusion par interaction avec des phonons [2.77] ou la diffusion assistée
par un oscillateur brownien [2.78], le temps de corrélation τc se trouve dans la
gamme 0,1 - 10 ps pour des boîtes et des puits quantiques semiconducteurs [2.75].
Par conséquent, la transition de profil lorentzien-gaussien est attendue pour des
largeurs homogènes, ~/τc, située entre 50 µeV et 5 meV. La largeur de trou spectral
que nous obtenons de Γhb = 27± 2 meV à T = 5 K pourrait indiquer un régime de
pertubations lentes, avec un profil gaussien d’absorption.
Remarquons néanmoins qu’à la différence des études citées ci-dessus, nous étu-
dions des transitions intrabandes. La relaxation de cohérence par diffusion spectrale
repose sur la perte de la phase (ou de la cohérence) due à la fluctuation des énergies
de transition, causée par effet Stark provenant de l’environnement électrostatique
fluctuant. Les transitions interbandes impliquent des niveaux de trous et d’élec-
trons qui sont de charges opposées. Quant aux transitions intrabandes de conduc-
tion, elles impliquent uniquement les niveaux électroniques, on s’attend donc à un
effet Stark moins important et un effet de la diffusion spectrale, a priori, moins
marqué que pour des transitions interbandes. Cependant il ne faut pas négliger la
présence de dopage dans nos échantillons qui constitue une source de fluctuation
supplémentaire.
2.4.5 Dépendance de l’amplitude du signal en intensité d’excita-
tion
La figure 2.21 montre l’évolution de l’amplitude du signal de transmission dif-
férentielle ∆T/T mesuré à λs = λp = 1550 nm (800 meV) en fonction de l’intensité
de pompe.
Dans le cas simple de référence du système à deux niveaux (voir équation 1.40
du chapitre 1), l’amplitude du signal de hole-burning dépend linéairement de l’in-
tensité d’excitation si I  Is. Au lieu de cette linéarité, nous avons observé avec nos
boîtes quantiques GaN/AlN une dépendance de l’amplitude du signal nonlinéaire
en racine carrée de l’intensité d’excitation. Ce comportement indique l’existence
d’un processus de relaxation de population avec une efficacité proportionnelle au
carré de la population électronique n2 du niveau excité. En effet si un processus
quadratique domine la dynamique de relaxation de la population, la valeur station-
naire de n sera, comme nous allons le montrer, proportionnelle à la racine carrée
de l’intensité de pompage.
Considérons un système à deux niveaux de populationN1 etN2, auquel s’ajoute
un troisième niveau de population N3. Dans une relaxation de type Auger (voir
figure 2.22), l’interaction de deux électrons du niveau 2 envoie l’un au niveau 3 et
l’autre au niveau fondamental 1. Depuis le niveau 3, l’électron peut relaxer vers
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Figure 2.21 – Dépendance de l’amplitude du signal de la transmission différentielle
en fonction de l’intensité de pompe, à T = 5K. La droite rouge a pour pente 1/2
(log10(∆T/T ) = Ip/2 + cte).
le niveau 2 (cas que nous appellerons α, schéma de gauche de la figure 2.22), soit
vers le niveau 1 (cas β, schéma de droite de la figure 2.22).
Ainsi, le bilan des mécanismes régissant l’évolution des populations électro-
niques dans ce système est le suivant :
• l’excitation de l’électron du niveau 1 au niveau 2, avec un taux de pompage
P .
• la relaxation spontanée du niveau 2 vers le niveau 1, de taux R2.
• le processus Auger, de taux r.
• la relaxation spontanée du niveau 3, de taux R3, soit vers le niveau 2, soit
vers le niveau 1.
Nous distinguons alors les deux cas de figure, α et β, en fonction de la façon dont
se produit la relaxation du niveau 3 :
Cas α – relaxation du niveau 3 vers le niveau 2
Cette situation est illustrée dans la partie gauche de la figure 2.22. Le pompage
optique fait passer les électrons du niveau 1 au niveau 2 avec un taux P (N1−N2).
Les électrons relaxent spontanément du niveau 2 vers le niveau 1 avec un taux
R2N2 et du niveau 3 vers le niveau 2 avec un taux R3N3. Par les processus Auger,
les électrons sont diffusés du niveau 2 vers les niveaux 1 et 3 avec un taux rN22 .
La population totale est prise comme unité : N1 + N2 + N3 = 1. Les équations
d’évolution des populations présentées au chapitre 1 (équation 1.1) pour un système
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Figure 2.22 – Mécanismes de relaxation électroniques dans un système à deux ni-
veaux couplé avec un troisième niveau par un processus de type Auger. Les électrons
sont pompés du niveau 1 vers le niveau 2 avec un taux P (N1−N2), puis relaxés du
niveau 2 vers le niveau 1 avec un taux R2N2. Deux électrons du niveau 2 peuvent
se rencontrer dans un processus Auger qui envoie l’un au niveau 3 et l’autre au
niveau fondamental 1. Les électrons du niveau 3 peuvent relaxer, de taux R3N3,
soit vers le niveau 2 (cas α), soit vers le niveau 1 (cas β).
à deux niveaux doivent être modifiées en conséquence et s’écrivent alors :
dN3
dt
= 12rN
2
2 −R3N3 (2.11a)
dN2
dt
= P (N1 −N2)− rN22 −R2N2 +R3N3 (2.11b)
dN1
dt
= −P (N1 −N2) + 12rN
2
2 +R2N2 (2.11c)
Dans nos expériences sous excitation continue, nous sommes en régime stationnaire
dNi/dt = 0. En résolvant les équations 2.11 nous trouvons :
N2 =
2P
2P +R2 +
√
(2P +R2)2 + 2Pr(1 + P/R3)
(2.12a)
= S
S + 1 +
√
(S + 1)2 + 2Pr(1+P/R3)
R22
(2.12b)
N3 =
1
2R3
rN22 (2.12c)
où S = 2P/R2 comme nous l’avons vu au chapitre 1. On remarquera que pour
r = 0, on retrouve les expressions 1.2 (page 18) du chapitre précédent.
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Cas β – relaxation du niveau 3 vers le niveau 1
Dans ce cas, les équations d’évolution s’écrivent :
dN3
dt
= 12rN
2
2 −R3N3 (2.13a)
dN2
dt
= P (N1 −N2)− rN22 −R2N2 (2.13b)
dN1
dt
= −P (N1 −N2) + 12rN
2
2 +R2N2 +R3N3 (2.13c)
La solution pour N2 est alors :
N2 =
2P
2P +R2 +
√
(2P +R2)2 + 2Pr(2 + P/R3)
(2.14a)
= S
S + 1 +
√
(S + 1)2 + 2Pr(2+P/R3)
R22
(2.14b)
La relation entre N3 et N2 reste inchangée.
Résumé – cas général
La seule différence entre les cas α et β apparaît au dénominateur des expressions
de N2 où le terme (1 + P/R3) est remplacé par (2 + P/R3). Notons ce terme par
g + P/R3 avec g = 1 (cas α) ou g = 2 (cas β). La solution générale s’écrit :
N2 =
S
S + 1 +
√
(S + 1)2 + 2Pr(g+P/R3)
R22
(2.15)
Nous allons montrer que dans certaines conditions le processus Auger peut
entraîner une variation de transmission du système proportionnelle à
√
P . En effet,
si le terme 2Prg/R22 prévaut sur le reste, alors :
N2 ∼ S√
2Prg/R22
=
√
2P
gr
(2.16)
Pour que cela soit le cas, il faut que les deux conditions suivantes soient rem-
plies :
2gPr/R22  (S + 1)2 (2.17a)
g  P/R3 (2.17b)
La condition 2.17b revient à dire que P  R3. Quand S  1, la condition 2.17a
est équivalente à
√
rP  R2. D’autre part, comme nous l’avons présenté dans le
chapitre 1, l’absorption est proportionnelle à la différence de population entre les
niveaux 1 et 2. La transmission différentielle est donc proportionnelle à la variation
de la différence de population quand on passe d’une situation sans pompage à une
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situation où la pompe est présente. Sans pompage, tous les électrons se trouvent
au niveau fondamental et N1 = 1, N2 = N3 = 0. Donc :
∆T ∝ ∆(N1 −N2) = 2N2 +N3 (2.18)
Pour que ∆T soit proportionnel à N2, il suffit que N3/N2  1, donc que√
rP  R3.
En résumé, les conditions sont les suivantes :
P  R3 (2.19)
R2 
√
rP  R3 (2.20)
Il faut donc (1) que processus Auger soit le processus le plus efficace pour dépeupler
le niveau 2, et (2) que la relaxation du niveau 3 soit suffisamment rapide pour que
ce niveau ne soit pas peuplé significativement.
Le temps de diffusion Auger a été estimé à quelques dizaines de fs voire une
picoseconde dans les boîtes quantiques InAs/GaAs [2.79]. La première hypothèse
semble donc raisonnable, compte tenu des temps de vie radiatifs de l’ordre de la
nanoseconde. Il est plus difficile de commenter la deuxième hypothèse, mais si le
niveau 3 fait partie d’un continuum d’états libres, la population correspondante
sera a priori très faible.
2.4.6 Largeur homogène d’absorption
La relation entre la largeur spectrale de hole-burning, Γhb, obtenue dans une
expérience de saturation et la largeur homogène, γ, du système considéré a été
obtenue au chapitre saturation, pour le cas de référence d’un ensemble de systèmes
à deux niveaux. Nos observations expérimentales nous amènent à considérer le cas
d’un profil gaussien d’absorption et une dépendance en racine carrée de la puissance
d’excitation du signal de transmission différentielle, et de fait à réviser la relation
entre Γhb et γ obtenue au chapitre précédant.
L’absorption homogène non-saturée d’un système individuel s’écrit, en suppo-
sant un profil gaussien :
α(ω, ω0) = nα0e
− (ω−ω0)2 ln 2(γ/2)2 (2.21)
où ω0 est la fréquence de résonance du système. Le coefficient ln 2 est introduit
afin que γ corresponde à la largeur à mi-hauteur du spectre.
Si l’on suppose un profil gaussien pour le taux de pompage celui-ci s’écrit :
P (ω0, ωp) = P0e
− (ω0−ωp)
2 ln 2
(γs/2)2 (2.22)
où ωp est la fréquence de la pompe et P0 l’amplitude du pompage, proportionnelle
à l’intensité d’excitation.
Dans notre modèle de relaxation dominée par l’effet Auger, la variation de
la différence de population δN = δ(N1 − N2) entre les deux niveaux 1 et 2 est
proportionnelle à la racine du taux de pompage :
83
Chapitre 2. Relaxation électronique intrabande 0D
δN ' 2N2 ∝
√
2P
gr
(2.23)
Ainsi la variation d’absorption s’écrit :
∆α(ω, ω0) ∝ δN · e−
(ω−ω0)2 ln 2
(γ/2)2 (2.24)
∝
√
P (ω0, ωp) · e−
(ω−ω0)2 ln 2
(γ/2)2 (2.25)
∝ e−
(ω0−ωp)2 ln 2
2(γs/2)2 · e−
(ω−ω0)2 ln 2
(γ/2)2 (2.26)
La variation d’absorption pour l’ensemble des systèmes s’obtient en sommant,
comme lors du chapitre précédent, sur toute la distribution inhomogène, supposée
gaussienne, dont la largeur est très grande devant la largeur homogène.
∆α˜ =
∫ +∞
−∞
∆α(ω, ω0)g(ω0)dω0 (2.27)
où g(ω0) = n0 exp[−(ω0 − ωg)2/δ2] est la distribution statistique de l’ensemble
considéré.
Comme au chapitre 1, nous pouvons sortir cette distribution de l’intégrale en
prenant sa valeur en ω0 = ω. La variation du coefficient d’absorption à la fréquence
ω induite par une pompe à la fréquence ωp sera alors donnée par
∆α˜(ω, ωp) = 2σ0n0
√
2P0
gr
e−
(ω−ωg)2
δ2 ·
·
∫ +∞
−∞
e−
(ω−ω0)2 ln 2
γ2 e
− (ω0−ωp)
2 ln 2
2γ2s dω0 (2.28)
= C · e−
(ω−ωp)2 ln 2
γ2+2γ2s (2.29)
où
C = 4σ0n0
√
piP0
gr
γγs√
γ2 + 2γ2s
e−
(ω−ωg)2
δ2
On obtient alors une absorption différentielle gaussienne dont la largeur à mi-
hauteur est
Γhb =
√
γ2 + 2γ2s (2.30)
et pour S  1, Γhb ∼ γ
√
3.
Les mesures d’absorption saturée que nous avons effectuées à T = 10 K nous
donnent pour la largeur homogène de la transition intrabande considérée une valeur
de γ = Γhb/
√
3 ∼ 16 meV. Si nous avions considéré que cette transition correspon-
dait exactement à un système à deux niveaux nous aurions trouvé γ = Γhb/2 ∼ 14
meV. Les valeurs trouvées pour ces deux hypothèses ne sont, en fait, pas trop diffé-
rentes. Des expériences de type pompe-sonde résolues en temps ont été réalisées sur
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cette transition, pour les mêmes boîtes quantiques à température ambiante [2.65].
Elles ont permis d’obtenir une valeur de ∼ 160 fs pour le temps T1 de relaxation de
la population. Si le déphasage de la transition était uniquement dû à la relaxation
de population dans un système à deux niveaux, on aurait obtenu T2 = 2T1 ' 320
fs, ce qui correspond à une largeur spectrale homogène pour cette transition à
300K donnée par 2~/T2 = ~/T1 ' 4 meV. Cette valeur est bien inférieure à la
valeur que nous mesurons à 10K. Ceci indique que d’autres mécanismes sont res-
ponsables de la perte de cohérence. La largeur homogène que nous avons mesurée
(∼ 16 meV) confirme donc le rôle déterminant des processus purement déphasants
dans la décohérence de la transition s− pz.
Rappelons que le profil spectral gaussien suggère que nous sommes dans un
régime où l’environnement des boîtes fluctue très lentement par rapport aux temps
T1 et T2. La diffusion spectrale, qui est un processus purement déphasant, pourrait
apporter un élément de réponse à la relaxation de cohérence de la transition s−pz.
2.4.7 Élargissement homogène en puissance et en température
Nous n’avons pas observé une évolution de la largeur homogène d’absorption
en fonction de l’intensité d’excitation. En accord avec les conclusions précédentes,
nous concluons qu’à la différence de la relaxation de population, la relaxation de
la cohérence n’est pas dominée par la diffusion électron-électron.
Par ailleurs, la figure 2.23 montre la dépendance de la largeur homogène en
fonction de la température pour T = 5K, 10 K, 20 K et 30K. Au-delà de 30 K, le
bruit devient trop élevé, ce qui rend la mesure de la largeur homogène impossible.
Ainsi le système présente un élargissement spectral de ∼ 4 meV entre 5 K et
30 K. Des phénomènes tels que le couplage aux phonons et la diffusion spectrale
peuvent y contribuer, nous allons commenter leurs éventuels rôles dans le cas des
boîtes quantiques GaN/AlN, en passant en revue des travaux récents, effectués
notamment sur des boîtes quantiques InAs/GaAs.
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Figure 2.23 – Évolution de la largeur homogène d’absorption intrabande en fonc-
tion de la température entre 5 K et 30 K.
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2.4.8 Décohérence assistée par phonons
Les phonons sont des modes de vibration collective du réseau d’ions dans un
cristal. Les vibrations sont caractérisées par leur vecteur d’onde −→q . Dans le cas
où la maille cristalline élémentaire est composée de 2 atomes, les modes dans
lesquels les deux atomes oscillent en phase sont appelés les phonons acoustiques.
Les phonons optiques quant à eux correspondent à des modes où les deux atomes
oscillent en opposition de phase. Pour chacune de ces deux catégories de phonon, il
y a 3 modes de vibrations, 2 transverses (TA pour des phonons acoustique, TO pour
des phonons optiques) et 1 longitudinal (LA ou LO). Au voisinage du centre de la
1ère zone de Brillouin (1ZB), la dispersion des phonons acoustiques est linéaire :
~ωac = ~vsq (2.31)
où vs est la vitesse du son dans le matériau.
Les phonons optiques ont une énergie presque constante en centre de zone.
Dans AlN, ~ωTO ∼ 80 meV et ~ωLO ∼ 112 meV ; dans GaN, ~ωTO ∼ 69 meV et
~ωLO ∼ 92 meV [2.80–2.82].
Dans les boîtes quantiques, les phonons peuvent se coupler aux transitions
électroniques par différents mécanismes originaux.
Les ailes de phonons acoustique
Mis en évidence par Besombes et al [2.83], il s’agit d’un processus d’ordre 1 :
la transition excitonique fondamentale depuis le premier état excité |e〉 vers l’état
vide d’exciton |g〉 peut se faire soit en émettant, soit en absorbant des phonons
acoustiques. À basse température, les modes de phonon sont peu peuplés, ainsi
l’état |e〉 est essentiellement vide en phonon. Depuis cet état, le système peut
arriver à un état |g〉 habillé de 0, 1, 2, 3... phonons – une aile de phonons apparaît
du côté basse énergie de la raie. La raie correspondant à l’émission d’aucun phonon
s’appelle la raie à zéro phonon (ZPL pour “zero-phonon line”) .
À mesure que la température augmente, les modes de phonons acoustiques
se peuplent et l’état |e〉 peut relaxer vers l’état |g〉 en absorbant des phonons,
entraînant l’apparition d’une aile de phonon du côté haute énergie du spectre.
Ainsi le spectre de photoluminescence, qui est asymétrique à basse température,
devient symétrique pour des température à partir de 50K [2.84].
Dans notre cas particulier, le rôle que jouent les ailes de phonons acoustiques
ne peut être confirmé de façon claire – la plage spectrale réduite ne permet pas
une analyse du profil spetral concluante.
Élargissement de la raie à zéro phonon
Des phonons acoustiques et des phonons optiques se couplent différemment à la
transition optique. Pour des phonons acoustiques, le couplage peut se manifester
sous deux formes : 1. par l’effet piézoélectrique et 2. via le potentiel de déformation.
Le premier est provoqué par le couplage au champ électrique créé par les contraintes
dans des matériaux polaires. Le deuxième traduit l’effet de la perturbation de
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l’arrangement cristallin, donc le potentiel cristallin vu par les électrons, qui modifie
la structure de bande. Le terme de couplage est proportionnel à −→q · −→e où −→e est
un vecteur unitaire dans la direction du déplacement atomique engendré par les
phonons. Ainsi, le couplage est maximal pour les modes longitudinaux.
Quant aux phonons optiques il existe aussi deux types de couplage : 1. le
potentiel cristallin de déformation qui modifie la structure de bande, et 2. l’inter-
action de type Fröhlich [2.85, 2.86], qui est analogue à l’effet piézoélectrique : dans
une interaction de type Fröhlich, deux ions oscillant en opposition de phase dans
une maille cristalline vont générer un champ macroscopique qui se couple avec les
électrons.
Dans des nanostructures 2D (puits quantiques) et pour des température allant
de 10 K à 300 K, l’élargissement thermique de la ZPL assisté par des phonons peut
s’exprimer par la loi suivante :
γ(T ) = γ0 + aT +
b
e
~ωLO
kT − 1
(2.32)
γ0 est la largeur spectrale à température nulle. Le terme aT est attribué au couplage
aux phonons acoustiques (faibles énergies) et le dernier terme b/[exp(~ωLO/kT )−1]
à des phonons optiques (hautes énergies). À très basse température, les états de
phonon optique sont peu occupés, les phonons acoustiques dominent et l’élargisse-
ment est linéaire. Au-delà de ∼ 100K, les phonons optiques sont prédominants et
l’élargissement devient exponentiel.
E
k
~ωLO
0
~vsq
Figure 2.24 – Diffusion assistée par phonons LO et phonons acoustiques.
Dérivée à partir de la règle d’or de Fermi qui traite le couplage entre un ni-
veau discret et un continuum, cette formule apparaît cependant toujours valable
expérimentalement pour des températures allant de 10 K à 60 K pour le cas des
boîtes quantiques où les niveaux sont discrétisés [2.87–2.90]. L’énergie des phonons
optiques doit être remplacée par l’énergie d’activation du polaron ∆E de valeur
comparable [2.91] :
γ(T ) = γ0 + aT + b
1
e∆EkT − 1
(2.33)
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À basse température (10–40K), l’élargissement est linéaire en température, avec
un coefficient a de quelques dixièmes de µeV·K−1 (pour des boîtes quantiques
InGaAs/GaAs) et généralement inférieur au cas des puits quantiques. Les pho-
nons acoustiques ont donc un moindre effet sur des boîtes quantiques. Quant aux
phonons optiques, dominant au-dessus de 50 K, l’énergie d’activation est trouvée
variable d’une boîte à l’autre, mais de valeur autour de quelques meV [2.87].
Dans notre cas, l’élargissement dû aux phonons optiques serait aussi négli-
geable. En effet, si on suppose une énergie d’activation ∆E comparable à des
valeurs trouvées précédemment, le terme dû aux phonons optiques est toujours né-
gligeable pour des températures entre 5 et 30K. Par ailleurs, l’énergie des phonons
optiques dans GaN et AlN (∼ 90 meV) correspond à une température d’environ
1000 K.
Ainsi, seuls les phonons acoustiques pourraient contribuer à l’élargissement.
Dans leur étude [2.92, 2.93], E. Zibik et T. Grange et al. proposent un modèle
microscopique de la relaxation des polarons (couplage fort entre des électrons et
des phonons LO), qui explique la relaxation électronique intrabande s−px ou s−py
par l’émission des phonons acoustiques et l’anharmonicité des polarons.
Cependant, malgré la différence entre les système étudiés (GaN/AlN et In-
As/GaAs), l’élargissement de 5 meV entre 5 et 30 K dans notre cas, ce qui est
2 ordres de grandeur plus élevé que dans les boîtes quantiques InAs/GaAs, ne
pourrait pas être expliqué par ce modèle. Ceci nous ramène à la diffusion spectrale
qui est déjà évoquée dans la section 2.4.4 pour expliquer un profil spectral gaussien.
Élargissement induit par la diffusion spectrale
Ce phénomène reflète la nature fluctuante de l’environnement électrostatique,
qui fait varier aléatoirement les niveaux électroniques de la boîte quantique. La
fluctuation de l’environnement peut être induite par le piégeage/dépiégeage des
porteurs de charge dans des niveaux d’impureté autour de la boîte [2.76]. À cause
de cette fluctuation, les niveaux électroniques et ainsi les énergies de transition
subissent une modulation aléatoire, caractérisée par l’amplitude Σ et le temps de
corrélation τc. La fluctuation aléatoire de l’énergie de transition a une conséquence
qui est la perte progressive de la mémoire de la phase, c’est-à-dire la décohérence du
système. (Rappelons que l’évolution de la phase est liée à l’énergie ~ω : −→E (−→r , t) =−→
E0 cos(ωt−−→k −→r )).
Cependant, il faut souligner que nous étudions des transitions intrabandes,
le déplacement des niveaux électroniques par effet Stark se ferait dans le même
sens, ce qui réduit l’effet ; tandis que dans des transitions interbandes, l’effet serait
augmenté puisqu’il s’agit des porteurs de charges opposées.
2.5 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons présenté nos résultats de mesure par spectroscopie
de saturation de la largeur homogène d’absorption intrabande s−pz à 1,55 µm dans
les boîtes quantiques GaN/AlN. La largeur spectrale de hole-burning ultra—large
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Γhb ∼ 27 meV suggère l’importance de la diffusion spectrale, ce qui est cohérent
avec le profil gaussien observé. Nous avons aussi constaté une dépendance en racine
carrée de l’amplitude du signal en fonction de la puissance d’excitation, ce qui
indique des processus de relaxation de type Auger. Nous avons ainsi construit un
modèle microscopique simple, dérivé des équation d’évolution pour un système à
deux niveaux en ajoutant un processus Auger pour expliquer ces résultats.
Compte tenu de la dépendance en racine carrée et du profil spectral gaussien,
nous avons révisé la relation entre la largeur spectrale de hole-burning et la largeur
d’absorption homogène. Nous avons montré que dans ce cas, Γhb =
√
γ2 + 2γ2s ∼
γ
√
3 à faible saturation. Ainsi, la largeur homogène d’absorption est de ∼ 15 meV
à T = 5 K.
Le rôle des phonons acoustiques et de la diffusion spectrale a été discuté en étu-
diant la dépendance de la largeur spectrale en fonction de la puissance d’excitation
et de la température.
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Chapitre 3
Nonlinéarités excitoniques 1D
Les nanotubes de carbone sont des nanostructures dont les propriétés méca-
niques, électroniques et optiques génèrent un grand nombre d’études depuis une
vingtaine d’années [3.1–3.4]. Ils peuvent être vus comme l’enroulement d’une feuille
de graphène et l’invariance par translation le long de l’axe du tube confère un
caractère quasi-unidimensionnel aux porteurs. De par leurs excellentes propriétés
structurales, les nanotubes de carbone constituent ainsi des systèmes modèles pour
l’exploration d’effets quantiques en dimension un. Les premières études des pro-
priétés optiques des nanotubes de carbone ont été limitées par leur rendement
radiatif trop faible. En l’absence de photoluminescence, la dynamique de recom-
binaison des porteurs a néanmoins pu être étudiée par des expériences résolues
dans le temps de type pompe-sonde [3.5]. En 2002, l’observation d’un signal de
photoluminescence a été rendue possible grâce à l’isolement des nanotubes agrégés
en fagots et leur encapsulation dans des micelles, conduisant à une suppression
des canaux de relaxation non-radiatifs [3.6]. Le rendement radiatif d’au plus une
dizaine de pourcents [3.7, 3.8] est certes encore faible par rapport à des boîtes quan-
tiques, mais il est cependant suffisamment élevé pour la réalisation d’expériences
de micro-photoluminescence à l’échelle d’un nanotube individuel [3.9]. Ces expé-
riences ont permis d’étudier de manière directe la dynamique de recombinaison ra-
diative [3.10], les variations de la largeur homogène avec la température [3.9, 3.11],
la puissance [3.11], l’environnement ainsi que la statistique non-classique d’émission
des photons [3.12]. En parallèle, des mesures réalisées sur des ensembles de nano-
tubes ont apporté des informations complémentaires et ont en particulier montré
la nature excitonique des transitions optiques grâce à une excitation à deux pho-
tons de la photoluminescence [3.13]. Par ailleurs, des expériences résolues dans le
temps [3.14] ainsi que la saturation d’intensité de photoluminescence [3.11] ont ré-
vélé l’importance des collisions exciton-exciton dans les nanotubes de carbone. Ces
collisions se manifestent sous la forme de processus de type Auger qui conduisent
à l’annihilation d’un exciton et à la diffusion de l’autre à haute énergie. Ils sont
couramment observés dans les matériaux organiques et constituent un canal de re-
laxation non-radiative très efficace pour les excitons de Frenkel, ce qui est d’ailleurs
très pénalisant pour les lasers à base de matériaux organiques [3.15]. L’observation
de ces processus d’annihilation indique que les propriétés électroniques et optiques
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des nanotubes de carbone sont profondément différentes de celles des boîtes quan-
tiques, et ceci provient fondamentalement du caractère quasi-unidimensionnel des
excitons dans les nanotubes de carbone.
Les travaux que j’ai réalisés sur les nanotubes de carbone pendant ma thèse
s’inscrivent dans cette perspective, qui consiste à identifier des effets unidimen-
sionnels spécifiques à ces nanostructures. Grâce à la technique de spectroscopie de
hole-burning, j’ai pu effectuer des études originales sur la relaxation de cohérence
dans les nanotubes et plus particulièrement sur les collisions exciton-exciton.
Ce chapitre est organisé de la manière suivante. La première section 3.1 est une
introduction aux nanotubes de carbone, suivie d’une brève revue de leurs propriétés
générales. Nous allons voir qu’un nanotube de carbone mono-paroi est une feuille de
graphène enroulée sur elle-même et que cet enroulement est décrit par le vecteur
chiral −→Ch, qui caractérise complètement le nanotube, ses propriétés structurales
(3.1.2) et ses propriétés électroniques (section 3.1.3), en l’occurrence sa structure
de bandes et son caractère métallique ou semiconducteur. À cause du caractère
unidimensionnel, les transitions électroniques interbandes dans des nanotubes ont
une nature excitonique très marquée : l’énergie de liaison excitonique est entre 200–
300 meV comparable à l’énergie de transition qui est autour de 800 meV pour des
nanotubes auxquels nous nous sommes intéressés (section 3.1.4), dix fois plus élevée
que dans des structures semiconductrices habituelles telles que le semiconducteur
massif (3D) et les puits quantiques (2D).
Dans la section 3.2, nous présenterons les étapes de préparation des échantillons
de nanotubes pour notre expérience de spectroscopie de hole-burning. À partir
d’une forme poudreuse, les nanotubes sont à prélever, puis mettre en solution avec
du surfactant, avant de subir une sonication et enfin être déposés sur un substrat
en verre. Afin d’empêcher les nanotubes de se réagréger, de la gélatine est ajoutée
dans la solution juste après la sonication.
La section 3.5 qui est au cœur de ce chapitre sera consacrée à l’interpréta-
tion des expériences de spectroscopie nonlinéaire et à la discussion des mécanismes
responsables des nonlinéarités excitoniques dans des nanotubes de carbone. Nous
allons décrire physiquement et estimer quantitativement la renormalisation de force
d’oscillateur due au remplissage de l’espace des phases et à l’interaction d’échange
entre excitons. Quant à l’élargissement collisionnel excitonique, nous présenterons
plus en détail le processus d’annihilation exciton-exciton qui pilote la relaxation de
population, et nous montrerons qu’un autre type de collisions joue un rôle prédomi-
nant dans la relaxation de cohérence, à savoir la diffusion élastique exciton-exciton.
Nous montrerons que cette phénoménologie est spécifique au système quasi-unidi-
mensionnel que sont les nanotubes de carbone.
Finalement, dans la section 3.6 nous étudierons le déphasage assisté par pho-
nons dans les nanotubes de carbone en analysant l’élargissement homogène en
température.
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3.1 Propriétés générales
Un nanotube monoparoi est une feuille enroulée de graphène qui est un semi-
métal 1. Les propriétés d’un nanotube dépendent de la façon dont il est enroulé.
Statistiquement, 1/3 des nanotubes sont métalliques tandis que 2/3 sont semicon-
ducteurs avec un gap direct dont l’énergie est proportionnel à l’inverse du diamètre
des nanotubes. [3.2, 3.16].
3.1.1 Synthèse
Les nanotubes de carbone peuvent être élaborés par des méthodes physiques
ou chimiques. Par voie physique, nous pouvons citer la méthode d’arc électrique
[3.1, 3.17], et l’ablation laser : [3.18]. Par voie chimique, nous pouvons citer la
méthode dite HiPCo pour “High Pressure CO Conversion” [3.19], la méthode dite
CoMoCat pour “Cobalt Molybdène Catalyst” [3.20] et la technique HFCVD pour
“Hot Filament Chemical Vapor Deposition” [3.21].
Les échantillons utilisés pendant nos études sont élaborés par l’équipe de O.
Jost de l’université de Dresde en utilisant la technique d’ablation laser.
3.1.2 Structure cristalline
Du graphène...
Nous allons nous intéresser uniquement à des nanotubes monoparois, qui sont,
d’un point de vue géométrique, une feuille de graphène enroulée. Rappelons donc
quelques paramètres caractéristiques du graphène. Le graphène (figure 3.1 à gauche)
est une monocouche d’atomes de carbone disposés selon un réseau dit “nid d’abeille”
bi-dimensionnel (2D), la distance inter-atomique vaut dCC ∼ 0, 146 nm. Le ré-
seau de Bravais (réseau direct) du graphène est un hexagonal simple (ou tri-
angulaire), caractérisé par les vecteurs de base −→a1 et −→a2 qui sont de longueur
a0 = dCC
√
3 ∼ 0, 246 nm, l’angle (−→a1,−→a2) = 60◦. Une maille élémentaire du gra-
phène contient 2 atomes de carbone.
C1
C2
−→a2
−→a1
−→ey
−→ex
−→
b2
−→
b1
M
Γ
K
K’
Motif
Figure 3.1 – Le réseau direct (à gauche) et le réseau réciproque (à droite) du
graphène. La maille élémentaire contient 2 atomes de carbone.
1. Le graphène est un métal avec une densité d’états nulle au niveau de Fermi.
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Le réseau réciproque du graphène est aussi un réseau hexagonal plan (figure 3.1
à droite). Les vecteurs de base −→b1 et −→b2 sont de même longueur b0 = 4pi/(a0
√
3).
La première zone de Brillouin (1ZB) est un hexagone avec des points de haute
symétrie Γ (centre de zone), M (milieu des arêtes) et K (sommets de l’hexagone).
...aux nanotubes de carbone
Un nanotube s’obtient en enroulant une feuille de graphène. L’enroulement est
caractérisé par le vecteur chiral −→Ch qui est le vecteur périmètre du nanotube (voir
figure 3.2). Dans la base −→a1,−→a2 du réseau de Bravais du graphène, le vecteur chiral
s’écrit :
−→
Ch = n−→a1 +m−→a2 = (n,m) (3.1)
La paire (n,m) est appelée la chiralité d’un nanotube, n et m ses indices chiraux.
La circonférence du nanotube vaut |−→Ch| = a0
√
n2 + nm+m2 et le diamètre
dt =
|−→Ch|
pi
= a0
√
n2 + nm+m2
pi
(3.2)
À cause de la symétrie d’ordre 6 du réseau de Bravais du graphène, on peut choisir
les vecteurs de base {−→a1,−→a2} de façon à ce que 0◦ ≤ θ < 60◦. Ainsi, on peut se
limiter à n et m positifs.
−→
Ch
A A’
A
−→
Ch =
−−→
AA′
= n1−→a1 + n2−→a2A’−→a1
−→a2
−→
T
Figure 3.2 – Maille élémentaire du nanotube (6,3) géométriquement construit à
partir du graphène.
Les nanotubes d’une même classe de chiralité ont les mêmes indices chiraux,
et donc la même structure à l’exception de la longueur. Les nanotubes sont de
longueur de l’ordre de la centaine de nanomètres en moyenne, et de diamètre
de l’ordre du nanomètre ; on peut ainsi négliger les effets liés à la longueur et
considérer que les nanotubes sont des objets 1D dont les propriétés sont définies
par leur chiralité.
Selon leur chiralité, les nanotubes sont classés en 3 grandes catégories : des na-
notubes de type zig-zag, des nanotubes de type chaise, et tout le reste qui sont des
nanotubes chiraux. Les noms “chaise” ou “zig-zag” sont donnés selon la forme des
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liaisons carbone–carbone le long de la circonférence du nanotube. Les nanotubes
de type zig-zag et chaise sont achiraux – l’image par réflexion par rapport à un
plan d’un nanotube achiral lui est identique. Les nanotubes de type zig-zag cor-
respondent aux chiralités (n, 0), ceux de type chaise correspondent aux chiralités
(n, n). Les autres nanotubes sont chiraux. Des tubes (n,m) et (m,n) ont la même
structure mais sont d’hélicité opposée.
Le nanotube est un objet 1D. Sa maille élémentaire déroulée est caractérisée
par le vecteur chiral −→Ch qui définit la circonférence et le vecteur de translation −→T ,
qui est défini comme le plus petit vecteur du réseau de Bravais du graphène, sui-
vant la direction du nanotube. Ainsi nous trouvons l’expression des deux vecteurs
caractéristiques d’un nanotube quelconque :
−→
Ch = n−→a1 +m−→a2 (3.3)
−→
T = −n+ 2m
δ
−→a1 + m+ 2n
δ
−→a2 (3.4)
où δ = PGCD(n+2m,m+2n). La longueur de −→T appelée “période de translation”
est donc :
T = a0
√
3(n2 + nm+m2)
δ
(3.5)
Une maille élémentaire du graphène occupe une surface de |−→a1 ∧ −→a2|. Quant
au nanotube, sa maille élémentaire a pour superficie |−→Ch ∧ −→T |. Ainsi, la maille
élémentaire du nanotube est constituée de :
N = |
−→
Ch ∧ −→T |
|−→a1 ∧ −→a2| =
2(n2 + nm+m2)
δ
(3.6)
mailles du graphène. Étant donné qu’une maille du graphène contient 2 atomes de
carbone, la maille élémentaire du nanotube en contient Nc = 2N .
Pour des nanotubes achiraux (types chaise et zig-zag), N = 2n.
Première zone de Brillouin
Nous allons construire la 1ZB des nanotubes à partir de celle du graphène. À
cause du caractère 1D des nanotubes, le vecteur d’onde −→k est continu suivant la
direction de la longueur et discrétisé suivant la direction de la circonférence. La
1ZB du graphène a été présentée dans la figure 3.1. Pour un nanotube, la maille
élémentaire (réseau de Bravais réel) est définie par les vecteurs −→Ch et −→T qui jouent
des rôles différents dans la construction de la structure électronique d’un nanotube :
le vecteur chiral −→Ch représente le confinement dans la direction circonférentielle,
qui résulte en une discrétisation de la composante du vecteur d’onde selon cette
direction (conditions Born–von Karman). Quant au vecteur −→T , il est la période du
potentiel électronique suivant l’axe z du nanotube (théorème de Bloch).
En effet, les vecteurs du réseau réciproque (du graphène) correspondant à −→Ch et−→
T – c’est-à-dire −→K⊥ et −→K z tels que −→Ch ·−→K⊥ = −→T ·−→K z = 2pi et −→Ch ·−→K z = −→T ·−→K⊥ = 0
101
Chapitre 3. Nonlinéarités excitoniques 1D
– sont :
−→
K⊥ =
2n+m
Nδ
−→
b1 +
2m+ n
Nδ
−→
b2 (3.7a)
−→
K z = −m
N
−→
b1 +
n
N
−→
b2 (3.7b)
Puisque −→Ch et −→T sont perpendiculaires, −→K⊥ et −→K z le sont aussi, et K⊥ =
2pi/Ch, Kz = 2pi/T . Le vecteur
−→
K⊥ est lié à la rotation autour de l’axe du tube
selon la circonférence, le vecteur −→K z est lié à la translation de période −→T suivant
l’axe du nanotube. Remarquons que l’angle (−→ΓK,−→K⊥) = (−→a1,−→Ch) n’est autre que
l’angle chiral θ.
Considérons l’état d’un porteur de charge (électron ou trou) dans un nanotube.
Cet état est décrit par un vecteur d’onde −→k = (k⊥, kz) dans la base {−→K⊥,−→Kz}.
• Suivant la direction axiale −→Kz, comme le nanotube est considéré comme infi-
niment long, et que le nanotube est de période −→T , la 1ZB est tout l’intervalle
continu semi-ouvert ]− pi/T, pi/T ].
• Suivant la direction circonférentielle −→K⊥, la composante k⊥ est quantifiée.
Par les conditions de Born–von Karman (BvK), k⊥ · Ch = µ2pi où µ est un
entier, donc :
k⊥ =
µ2pi
Ch
= µK⊥ (3.8)
Remarquons que N−→K⊥ = 2n+mδ
−→
b1 + 2m+nδ
−→
b2 (2N étant le nombre d’atomes
par maille élémentaire du nanotube) est un vecteur du réseau réciproque
du graphène, et qu’aucun des vecteurs µK⊥, µ = 1, 2, . . . N − 1, ne l’est.
Ainsi les vecteurs d’onde −→k et −→k +N−→K⊥ sont équivalents. On peut donc se
restreindre à N valeurs pour l’entier µ : {−N/2 + 1,−N/2 + 2, . . . N/2} (on
peut démontrer que N est toujours un nombre pair en considérant la parité
de n et m).
Pour résumer, à la 1ZB d’un nanotube de carbone sont associés N segments de
longueur 2pi/T parallèles à l’axe z et équi-distants de K⊥ = 2pi/Ch.
Cas particulier des nanotubes achiraux : la construction de la 1ZB est
simple dans le cas des nanotubes de type chaise ou zig-zag. La figure 3.3 présente
un schéma pour le nanotube chaise (4,4) et le nanotube zig-zag (8,0). Comme
N = 2n, les segments sont indexés par µ = −n+ 1,−n+ 2, . . . n. En plus, à cause
de la symétrie de la zone de Brillouin du graphène par rapport à l’axe kz, dans le
cas des nanotubes achiraux, les segments d’indice µ et −µ sont équivalents. Ainsi
parmi les N = 2n segments, il n’y a que n+ 1 qui ne sont pas équivalents.
Dans le cas de nanotubes chaise (figure 3.3 à gauche), la direction k⊥ ‖ ΓM .
Dans la direction kz, les bornes de la 1ZB sont −pi/a0 et pi/a0. Notons que le
segment µ = n passe toujours par les points de haute symétrie M en kz = 0 et K
en kz = ±2pi/(3a0), on verra plus tard que les nanotubes chaise (n, n) sont toujours
métalliques.
Pour les nanotubes zig-zag (figure 3.3 à droite), la direction k⊥ ‖ ΓK. Les
limites de la 1ZB suivant la direction kz sont −pi/(a0
√
3) et pi/(a0
√
3). Cette fois,
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−→
K⊥
−→
b1
−→
b2
−→
Kz
kz
k⊥
−→
K⊥
−→
Kz
−→
b2
−→
b1
k⊥
kz
Figure 3.3 – Première zone de Brillouin des nanotubes chaise (4,4) (à gauche)
et zig-zag (8,0) (à droite) superposée à celle du graphène. Pour le tube (4,4) on a
N = 8 soit 8 segments dont 5 ne sont pas équivalents par symétrie. Pour le tube
(8,0), N = 16 d’où 16 segments dont 9 non-équivalents. Sur la figure, seuls les
segments non-équivalents sont tracés – les autres s’en déduisent par symétrie par
rapport à l’axe kz.
la 1ZB du nanotube ne contient un point K que si ΓK = 4pi/(3a0) est un multiple
de K⊥ = 2pi/(na0), c’est-à-dire n est un multiple de 3. Les nanotubes zig-zag
peuvent donc être semiconducteurs ou métalliques.
3.1.3 Structure de bandes
Dans cette section nous allons, à partir de la description que nous venons de
faire de la structure géométrique, déterminer la structure de bandes des nanotubes.
Cette approche simple, dans laquelle on néglige les effets liés à la courbure de la
paroi, fournit néanmoins les caractéristiques élémentaires : caractère métallique ou
semiconducteur du nanotube, allure de la densité d’états, évolution des énergies
de bas de bande en fonction du diamètre et de la chiralité, règles de sélection pour
des transitions optiques.
Construction des états par repliement de bandes
Dans la sous-section précédente, nous avons déterminé les segments qui consti-
tuent la 1ZB des nanotubes en partant de la zone de Brillouin du graphène. En
prolongeant le raisonnement, pour obtenir la structure de bandes des nanotubes
nous effectuons des coupes suivant ces segments dans la structure de bandes du
graphène. Cette méthode est dite du repliement de bandes.
Cette méthode est approximative, elle ne tient pas compte par exemple de
la courbure de la paroi du nanotube qui peut fortement modifier la structure de
bandes pour des nanotubes de faibles diamètres [3.22]. Elle donne les énergies
bien correctes pour les nanotubes de diamètre ≥ 1, 5 nm mais en revanche n’est
pas adaptée pour décrire la structure des nanotubes de diamètre ≤ 0, 5 nm. Nous
allons voir que les nanotubes qui absorbent à 1,55 µm (0,8 eV) sont de diamètre
∼ 1, 2 nm, cette méthode ne décrit donc que moyennement leur structure de bandes.
Néanmoins cette méthode efficace, qui ne demande pas de calculs importants, nous
donne des renseignements importants sur la symétrie et la structure des bandes.
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Nous ne cherchons d’ailleurs pas à calculer précisément les niveaux puisque les
énergies de transition sont fortement affectées par la nature excitonique.
Graphène : dans le graphène, chaque atome de carbone apporte 3 électrons
des orbitales hybrides sp2 pour former des liaisons σ dans le plan du réseau. Le
4ème électron de l’orbitale pz, perpendiculaire au plan du graphène sert à former
les liaisons pi. Dans une maille élémentaire, chacun des deux atomes apporte un
électron pour former la liaison pi, de façon à former 2 bandes pi d’énergie E+ et E−,
correspondant respectivement à la bande de valence et de la bande de conduction.
Les relations de dispersions E+(−→k ) et E−(−→k ) peuvent être obtenues par, entre
autres, calcul ab initio de la fonctionnelle de densité locale [3.22] ou plus simplement
par l’approximation des liaisons fortes (tight-binding) [3.2, 3.3]. Par la dernière
méthode et en se restreignant aux premiers voisins, on trouve :
E±(−→k ) = ε2p ± γ0f(kx, ky)1± s0f(kx, ky) (3.9)
où
f(kx, ky) =
√
1 + 4 cos(
√
3
2 kxa0) cos(
1
2kya0) + 4 cos
2(12kya0) (3.10)
kx et ky sont des composantes de
−→
k selon les directions −→ex (direction ΓM) et−→ey (perpendiculaire à −→ex) de l’espace réciproque (voir figure 3.1). s0 ∼ 0, 1 est
l’intégrale de recouvrement, γ0 ∼ −3 eV l’énergie d’interaction entre premiers
voisins.
kxa0/pi
kya0/pi
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Figure 3.4 – Bande de valence et bande de conduction du graphène, calculées par la
méthode des liaisons fortes. Les bandes de valence et de conduction sont dégénérées
aux points K. Nous avons pris 2p = 0, γ0 = −3 eV et s0 = 0, 1.
La figure 3.4 illustre le diagramme des bandes pi du graphène. Les bandes de
valence et de conduction sont dégénérées aux points K. On verra dans la suite que
la densité d’états au niveau de Fermi du graphène est 0 – le graphène est appelé
un semi-métal ou un semiconducteur à gap nul.
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Nanotubes de carbone : par la méthode du repliement des bandes, on découpe
les bandes de valence et de conduction selon la 1ZB du nanotube. Chaque segment
d’indice µ donne naissance à une paire de sousbandes Ecµ(kz) et Evµ(kz). Pour
chaque bande, on obtient ainsi N sousbandes d’indice µ = −N/2 + 1, ...N/2. La
figure 3.5 présente l’exemple des nanotubes chaise (4,4) (métallique) et zig-zag (8,0)
(semiconducteur) qui sont des nanotubes achiraux. Le cas des nanotubes chiraux
est plus compliqué à cause du manque de symétries de leurs 1ZB.
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Figure 3.5 – Diagrammes de bandes du nanotube chaise (4,4) (à gauche) et du
nanotube zig-zag (8,0) (à droite) calculés par la méthode du repliement des bandes,
à partir de la structure de bandes du graphène. Le niveau de Fermi est pris comme
origine de l’énergie EF = 0. Nanotube (4,4) : chaque bande de valence ou de
conduction est composée de 5 sousbandes dont 3 sont doublement dégénérées. Na-
notube (8,0) : chaque bande est composée de 9 sousbandes dont 7 doublement dégé-
nérées. Le nanotube (4,4) est métallique et le nanotube (8,0) est semiconducteur.
Par la méthode de construction, les sousbandes sont symétriques par rapport
au point Γ :
Ec,vµ (kz) = E
c,v
−µ(−kz) (3.11)
Cette propriété est valable pour tous les nanotubes, chiraux et achiraux. Les na-
notubes achiraux possèdent la symétrie de centre d’inversion, ce qui apporte une
propriété supplémentaire :
Ec,vµ (kz) = Ec,vµ (−kz) (3.12)
Les bandes d’indice ±µ des nanotubes achiraux sont donc dégénérées : Ec,vµ (kz) =
Ec,v−µ(kz).
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Caractère métallique ou semiconducteur des nanotubes :
Nous allons dériver la règle générale qui détermine le caractère métallique ou
semiconducteur d’un nanotube de carbone de chiralité (n,m), qui est la suivante : si
n−m est un multiple de 3, le nanotube est métallique, sinon il est semiconducteur.
À partir de leur structure de bandes, on constate que le nanotube (4,4) est
métallique (sousbandes de valence et de conduction dégénérées en point K), tandis
que le nanotube (8,0) présente une bande interdite – il est semiconducteur. Dans
le graphène, les bandes de valence et de conduction sont dégénérées seulement aux
points K. Pour un nanotube, si un des segments de sa 1ZB passe par un point K,
il est métallique. Dans le cas contraire, il est semiconducteur.
Les points K du réseau réciproque du graphène forme un réseau “nid d’abeille”
dont les vecteurs de base sont−→b1 et−→b2 (figure 3.1) : un pointKg du réseau réciproque
du graphène se trouve donc sur un des deux sous-réseaux :
{K} : −−→ΓKg = −→ΓK + p−→b1 + q−→b2 (3.13a)
{K ′} : −−→ΓKg =
−−→
ΓK ′ + p−→b1 + q−→b2 (3.13b)
où −→ΓK = −→b1/3+2−→b2/3 et
−−→
ΓK ′ = 2−→b1/3+−→b2/3 (voir figure 3.1) ; p, q sont des entiers.
La 1ZB du nanotube étant composé de N segments équidistant de K⊥ = 2pi/Ch
suivant la direction de −→K⊥, pour que Kg soit un point du réseau réciproque du
nanotube, il faut qu’il existe un entier µ tel que :
−−→ΓKg · −→Ch = µ2pi (3.14)
Après avoir examiné les deux possibilités sur l’emplacement du point Kg, on
trouve que la condition est commune pour tous les points : si −−→ΓKg est un vecteur du
réseau réciproque du nanotube, alors tous les −−→ΓKg le sont aussi. Ainsi la condition
générale pour qu’un nanotube soit métallique est :
2n+m = 3µ (3.15)
avec µ un entier. Cette condition est équivalente à
n−m = 3µ′ (3.16)
avec µ′ = n − µ un entier également. Cette condition simple a été dérivée par
Hamada [3.16] et Saito [3.23]. Ainsi, un nanotube chaise (n, n) est toujours métal-
lique, tandis qu’un nanotube zig-zag (n, 0) est métallique si n est un multiple de 3,
semiconducteur sinon. Plus généralement, en supposant une distribution uniforme
pour n et m, il y a statistiquement 1/3 de nanotubes qui sont métalliques et 2/3
de nanotubes qui sont semiconducteurs dans un mélange de nanotubes.
Densité d’états
La densité d’états dans les nanotubes de carbone prend une forme caracté-
ristique de leur caractère 1D. Nous allons nous intéresser à des sousbandes au
voisinage du point K du graphène (voir figure 3.6), où nous supposons que les
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bandes soient quasiment coniques. Ainsi la dispersion du graphène autour d’un
point K s’écrit :
Ec(−→k ) =
√
3
2 a0γ0
∣∣∣−→k −−→kF ∣∣∣ (3.17a)
Ev(−→k ) = −
√
3
2 a0γ0
∣∣∣−→k −−→kF ∣∣∣ (3.17b)
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Figure 3.6 – Dispersion du graphène autour du point K.
La contribution d’une sousbande doublement dégénérée à la densité d’états
totale est :
nµ(E) =
2
l
∑
{kz |Eµ(kz)=E}
∣∣∣∣dEµdkz
∣∣∣∣−1 (3.18)
où l est la longueur totale de la 1ZB du nanotube (longueur d’un segment × nombre
de segments) l = 4pi2dt/(a20
√
3) [3.24].
Près d’un point K, l’énergie en bas de chaque sousbande µ de conduction
s’écrit [3.3] :
Ecµ = |3µ− n−m|
a0γ0
dt
√
3
(3.19)
À partir de ces hypothèses et constats, la densité d’états de la bande de conduc-
tion d’un nanotube au voisinage d’un point K peut être calculée et le résultat est
le suivant :
n(E) = 4a0
pi2dtγ0
∑
µ
g(E,Eµ) (3.20)
(3.21)
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où
g(E,Eµ) =

E/
√
E2 − E2µ si E > Eµ,
0 si E < Eµ,
1 si Eµ = 0.
(3.22)
La densité d’états de la bande de valence est obtenue de la même façon.
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Figure 3.7 – Densité d’états d’un nanotube semiconducteur (à gauche) et d’un
nanotube métallique (à droite) dans l’approximation d’une dispersion linéaire du
graphène. On a tracé la densité d’états réduite n¯(ε) = n(ε)·pi2dtγ0/(4a0) en fonction
de l’énergie réduite ε = E
√
3dt/(a0γ0).
La densité d’états diverge en bas de chaque sousbande. On appelle ces singu-
larités les singularités de Van Hove, qui se regroupent par paire de sousbandes
valence–conduction. On verra par la suite que chaque paire de singularités corres-
pond à une transition excitonique. L’existence des singularités, confirmée par des
expériences de microscopie à effet tunnel [3.25] est une signature du caractère 1D
des nanotubes.
Les nanotubes métalliques possèdent une paire de sousbandes valence–conduction
linéaires qui passent par le point K d’énergie Eµ = 0. Ceci se traduit par une den-
sité d’états constante et non-nulle au voisinage du niveau de Fermi.
Dans l’approximation de dispersion conique autour du point K du graphène,
les énergies de bas de bande de tout nanotube s’écrivent (cf. Éq. 3.19) :
Ei = i
a0γ0
dt
√
3
(3.23)
avec i entier. Les valeurs prises par i sont différentes selon le nanotube :
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• Pour les nanotubes métalliques, i prend des valeurs qui sont des multiples de
3 : i = 0, 3, 6...
• Pour les nanotubes semiconducteurs, i prend des valeurs qui ne sont pas les
multiples de 3 : i = 1, 2, 4, 5...
Dans cette description, la position des singularités de Van Hove des nanotubes,
d’une part semiconducteurs et d’autre part métalliques, est entièrement définie
par son diamètre. La figure 3.7 présente les diagrammes de la densité d’états d’un
nanotube semiconducteur et d’un nanotube métallique.
Écart énergétique entre paires de singularités – bande interdite
Considérons une paire de singularités, l’une de la bande de valence et l’autre
de la bande de conduction qui ont un même indice i (ou µ). Dans un nanotube
semiconducteur, la paire la plus proche du niveau de Fermi (i = 1) définit son
énergie de bande interdite, qui vaut :
Eg =
2a0γ0
dt
√
3
(3.24)
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Figure 3.8 – Loi théorique 1/dt – dépendance des écarts entre paires de van Hove
en fonction du diamètre du nanotube. Le calcul tient compte du fait que la dis-
persion du graphène autour du point K de la 1ZB n’est pas conique (déformation
trigonale). Figure reproduite de la référence [3.26].
Cette loi en 1/dt de l’énergie du gap est simple et pratique. Si on note par
Sii, i = 1, 2, 3... les écarts d’énergie de la paire de singularité i, il s’écrit pour un
nanotube semiconducteur : S22 = 2S11, S33 = 4S11... Ceci doit être révisée d’une
part par le caractère non-conique de la dispersion du graphène autour du point
K (“trigonal warping” [3.27]) et par la nature excitonique des transitions dans les
nanotubes renforcée par le caractère 1D.
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3.1.4 Excitons dans les nanotubes de carbone
Nous avons décrit la structure de bandes des nanotubes de carbone par la
méthode des liaisons fortes dans laquelle l’électron est traité comme une particule
libre dans un potentiel moyen créé par les autres électrons et des ions. Or, les effets
de corrélations entre un électron et les autres charges ne sont pas négligeables, qui
de plus sont particulièrement forts dans un système 1D que sont les nanotubes ;
une meilleure description des transitions électroniques doit faire appel à la notion
d’exciton.
Un exciton est une paire électron-trou liée par l’interaction coulombienne, qui
peut être créé dans un semiconducteur par l’excitation d’un électron de la bande
de valence à la bande de conduction. La bande de valence, initialement neutre,
devient positivement chargée, est considérée comme une particule qu’est le trou.
Nous allons passer en revue quelques éléments théoriques et expérimentaux sur les
excitons dans les nanotubes de carbone.
Dans un semiconducteur massif, une description rigoureuse de l’exciton doit
tenir compte des électrons de la bande de valence qui sont en interaction (voir
par exemple [3.28]). Le résultat qui nous intéresse est que les effets coulombiens
donnent naissance à deux termes d’interaction effectifs entre l’électron et le trou,
de signes opposés :
• un terme direct d’interaction qui se traduit par une interaction attractive
électron–trou. Ce terme explique l’existence des états liés à plus basse énergie
que le gap du semiconducteur.
• un terme répulsif qui est la conséquence du caractère indiscernable des élec-
trons. Il est à l’origine d’une renormalisation du gap : dans la structure de
bandes, l’énergie de bas de bande du continuum des états non-liés (électron et
trou séparés) est supérieure au gap de la structure de bandes sans interaction,
Erenormg > Eg (voir figure 3.9).
L’énergie de liaison et le terme d’interaction d’échange sont souvent considérés
comme une perturbation par rapport à la structure de bandes d’une particule.
Typiquement, le rapport R∗/Eg est de l’ordre du pourcent – ce qui n’est plus le
cas pour des nanostructures 1D comme les nanotubes de carbone.
Dans des nanotubes de carbone chaque paire de singularités de Van Hove est
susceptible de donner naissance à plusieurs niveaux excitoniques différents. Consi-
dérons la paire correspondant à la transition Eµµ, les états excitoniques peuvent se
construire à partir des 4 bandes : Ec±µ et Ev±µ (dégénérescence inter-vallée). L’étude
des symétries de ces états [3.29] prédit que pour une lumière polarisée suivant l’axe
du nanotube, seulement 1 état est brillant (optiquement actif) et les trois autres
sont noirs (figure 3.10).
Ainsi en combinant le modèle hydrogénoïde et la dégénérescence inter-vallée,
chaque paire de singularités de Van Hove correspond à une multitude de niveaux
excitoniques noirs et brillants |ψ1α〉, |ψ2α〉, |ψ3α〉 et |ψ4α〉 ; pour α = 1, 2, 3... (voir fi-
gure 3.9 de droite). Pour comprendre l’allure des spectres d’absorption, il faut com-
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Energie Energie
R∗
ErenormgEg
k k
α = 1
α = 2
α = 3
Etats non-liés
0 0
Figure 3.9 – Structure de bandes électronique (à gauche) et excitonique (à droite)
dans un semiconducteur massif. Eg est l’énergie du gap du semiconducteur, R∗
l’énergie de liaison excitonique, Erenormg l’énergie du gap renormalisée. Les niveaux
α = 1, 2, 3... sont analogues aux niveaux atomiques d’un système hydrogénoïde.
Energie
kz
Niveaux en kz = 0
0
|ψ3α〉, |ψ4α〉
|ψ2α〉
|ψ1α〉
|ψ0〉 vide d’excitons
noir
brillant
noirs
Figure 3.10 – Représentation des quatre bandes excitoniques issues d’une paire
de singularités de Van Hove Eµµ et les niveaux d’énergie en K = 0. La possibilité
de couplage à la lumière polarisée suivant l’axe du nanotube est indiquée pour une
fonction enveloppe symétrique, correspondant aux états de plus basse énergie (α = 1
sur la figure 3.9).
parer l’intensité de la force d’oscillateur associée à chaque transition excitonique.
Des études théoriques ont montré et des expériences ont mis en évidence que la
quasi-totalité de la force d’oscillateur est reportée sur la transition |ψ0〉 → |ψ2α=1〉,
les autres transitions autorisées y compris la transition vers le continuum des états
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non-liés sont au moins un ordre de grandeur plus faibles [3.30, 3.31]. Chaque pic
du spectre d’absorption correspond à une paire de Van Hove.
La nature excitonique est accentuée par le caractère quasi-1D des nanotubes
de carbone. Dans une structure 1D idéale, l’énergie de liaison excitonique diverge
comme le montre Loudon [3.32]. Les nanotubes ayant une extension latérale, l’éner-
gie de liaison R∗ reste néanmoins très élevée devant l’énergie du gap Eg et ne peut
être traitée de manière perturbative. À titre d’illustration, différents groupes ont
trouvé des valeurs pour R∗ qui va de 240 meV à 420 meV pour des nanotubes de
diamètre 0,7–0,8 nm, soit 20–30% de l’énergie de photoluminescence [3.13, 3.30].
3.2 Préparation des échantillons
Dans un nanotube, les atomes de carbone se trouvent tous à la surface, ce qui
explique l’importance de l’interaction avec l’environnement sur leurs propriétés
électroniques. Lorsque les nanotubes sont produits en masse, par l’interaction Van
der Waals ils s’agrègent pour former des fagots ou des cordes. Ce contact entre
nanotubes d’un même fagot favorise la création des chemins de relaxation non-
radiatifs, cela conduit donc à la suppression de la photoluminescence (PL) des
nanotubes [3.6, 3.33]. Ainsi la séparation des nanotubes individuels des fagots est
indispensable à la photoluminescence.
Les nanotubes de carbone nous sont fournis sous une forme poudreuse, il est
nécessaire d’effectuer un traitement préliminaire. Il s’agit d’isoler les nanotubes à
partir des fagots, ajouter de la gélatine pour les garder séparés, en suite les déposer
sur un substrat en verre pour la spectroscopie de hole-burning.
La préparation des solutions de nanotubes a été réalisée en collaboration avec
Cyrielle Roquelet et Jean-Sébastien Lauret du Laboratoire de Physique Quantique
et Moléculaire de l’École Normale Supérieure de Cachan.
Mise en solution
Nous commençons par préparer une solution contenant du cholate de sodium
(NaCholate) comme surfactant et l’eau lourde (D2O) comme solvant. La concen-
tration du NaCholate est environ 2% en masse – nous prenons typiquement 0,3
mg de NaCholate pour 15 ml de D2O. Le cholate de sodium est une molécule
amphiphile, qui possède une partie hydrophobe et une partie hydrophile. La par-
tie hydrophobe du surfactant s’arrange autour des nanotubes de carbone qui sont
aussi hydrophobes. La partie hydrophile du surfactant s’oriente vers l’extérieur des
micelles (voir figure 3.11, à droite). L’eau lourde D2O est choisie à la fois pour
sa transparence dans le proche IR et pour sa masse volumique (1,1 g/ml) qui se
trouve à mi-chemin entre une micelle contenant 1 nanotube (1,0 g/ml) et une mi-
celle contenant plusieurs nanotubes (1,2 g/ml) [3.6], ce qui est nécessaire au bon
fonctionnement de la centrifugation (voir section 3.2).
Nous prélevons des nanotubes de carbone sous forme poudreuse pour mettre en
solution. La concentration nanotubes/solution est ∼ 0, 15mg/ml. Pour résumer, la
recette pour la solution des nanotubes est donc la suivante :
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• Solvant : de l’eau lourde D2O.
• Surfactant : du cholate de sodium, concentration 2% en masse.
• Nanotubes : 0,15mg/ml.
Dans la solution, les nanotubes se tissent en longues cordes, ou “fagots”, chaque
fagot contient plusieurs nanotubes entrelacés.
Sonication
La sonication réduit le nombre de nanotubes par fagot et conduit en particulier
à l’obtention des nanotubes individuels. La figure 3.11 illustre le montage utilisé
pour la séparation ultrasonique.
Eau à 2°C
D2O
Nanotubes
NaCholate
Doigt à ultrason
Intensité
Durée
Figure 3.11 – Sonication : séparation des fagots en nanotubes individuels par
ultrason. L’intensité de sonication est contrôlée en puissance et en durée. La figure
de droite représente des nanotubes de carbone, en fagot ou individuels, entourés de
surfactant NaCholate dans une solution de D2O. [3.6]
Nous plaçons un doigt ultrason dans le flacon qui contient la solution nanotube–
surfactant–solvant. Le doigt ultrason est actionné par un sonicateur “Ultrasonic
Processor” de Bioblock Scientific, de puissance maximale 130 W et de fréquence
ultrasonique 20 kHz. Le flacon lui-même est partiellement immergé dans un bain
d’eau à une température constante (2◦C avec notre équipement) afin d’éviter le
surchauffage de la solution par l’ultrason.
Les paramètres pour contrôler la sonication sont la puissance et la durée de
sonication. La puissance peut être réglée entre 20% et 100% (de la puissance maxi-
male qui est de 130W). Des résultats de spectroscopie de PL et de hole-burning
(voir plus loin dans ce chapitre) tendent à montrer que dans la solution finale, des
nanotubes individuels sont créés – cependant il reste majoritairement des fagots de
plusieurs nanotubes ; et qu’une sonication trop agressive (puissance 100% pendant
plus de 60 minutes) peut introduire des défauts dans les nanotubes (rupture des
tubes, création de défaut structurels...).
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Centrifugation
La centrifugation permet de mieux séparer des nanotubes individuels des na-
notubes en fagot, grâce à la différence de masse volumique. Il est estimé que les
densités volumiques des substances sont respectivement 1,0 g/ml (micelle conte-
nant 1 nanotube), 1,1 g/ml (D2O) et 1,2 g/ml (micelle contenant 7 nanotubes).
Ainsi, après ultracentifugation, les fagots de plusieurs nanotubes (et des impure-
tés) qui sont plus lourds se trouvent au fond de la cuve, tandis que les micelles de
nanotubes individuels se trouvent au supernatant vers la surface de la solution. Les
études de Sébastien Berger au cours de sa thèse ont montré que la concentration
en nanotubes isolés ne varie pas sensiblement avant et après centrifugation. En
revanche, la concentration en gros fagots (contenant plusieurs nanotubes) semble
diminuer : l’intensité de photoluminescence diminue à 80% après centrifugation,
tandis que la densité optique diminue de 5 fois (voir page 62 de son mémoire de
thèse [3.26]).
Prenant le niveau du signal de photoluminescence comme critère, nous avons
jugé qu’a priori, la centrifugation n’est pas cruciale à l’expérience de hole-burning.
Par ailleurs, on verra par la suite que ces échantillons donnent des niveaux de signal
de transmission différentielle ∆T/T de 10−5 − 10−3 avec lesquels nous avons pu
travailler confortablement. Ainsi nous n’avons pas effectué de centrifugation sur les
échantillons. Cependant, une étude ultérieure semble intéressante car l’échantillon
est plus pur en nanotubes isolés après centrifugation.
Caractérisation
Après avoir subi la sonication, les solutions de nanotubes sont systématique-
ment caractérisées par des mesures d’absorption linéaire et de PL afin d’avoir les
premières estimations du résultat de la procédure. Des mesures de microscopie
à force atomique (AFM) et microscopie électronique à balayage (SEM) ont été
aussi effectuées dans le but d’estimer la morphologie des fagots. Des résultats de
caractérisation seront présentés dans la suite.
Mise en matrice gélatine
Après l’évaporation de la solution, les nanotubes individualisés ont tendance à
se réagréger, provoquant une chute du signal de PL [3.34]. L’ajout de la gélatine
permet de garder les nanotubes isolés les uns des autres. Pour dissoudre la gélatine,
la solution doit être chauffée à ∼ 80◦C. La concentration de gélatine est de quelques
pourcent en masse. D’une manière pratique, un morceau d’environ 0,25 cm2 d’une
feuille de gélatine d’épaisseur ∼0,5 mm est ajouté dans 1 ml de solution.
Une fois refroidie, la solution devient solide à cause de la gélatine et peut se
conserver pendant quelques mois. Pour de nouveaux dépôts, il suffisera de réchauf-
fer la solution à une température identique, c’est-à-dire environ 80◦C.
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Dépôt
La solution contenant des nanotubes incorporés dans la matrice gélatine peut
être déposée sur un substrat préalablement nettoyé. Nous utilisons des substrats en
verre pour microscope, d’épaisseur environ 150 µm et découpés en morceaux d’en-
viron 7×7 mm2. Le nettoyage du substrat consiste à le tremper pendant quelques
dizaines de secondes successivement dans de l’acétone et de l’iso-propanol (IPA).
Le dépôt se fait avec des pipettes Pasteur. Il faut laisser environ 10 minutes
pour que la couche déposée devienne sèche.
Résumé
Nous avons préparé et caractérisé des séries d’échantillons soniqués à des puis-
sances et durées différentes. La procédure de centrifugation n’a pas été effectuée.
La table 3.1 résume les conditions de sonication de chaque série 2.
3.3 Résultats de caractérisation des échantillons
Après la séparation des nanotubes des fagots, les échantillons de nanotubes sont
caractérisés par des mesures de microscopie à force atomique (AFM), de microsco-
pie à balayage électronique (SEM), d’absorption linéaire et de photoluminescence
(PL) qui permettent d’évaluer l’effet de la sonication.
3.3.1 AFM et SEM
La technique de microscopie à force atomique est utilisée pour estimer le dia-
mètre des fagots après sonication et ainsi évaluer le nombre de nanotubes qui sont
contenus dans un fagot. Après la sonication, un échantillon de la solution est déposé
sur un substrat en verre. Le dépôt s’effectue à la tournette pour que les micelles
soient bien étalées. Les caractérisations AFM et SEM sont faites sur les mêmes
échantillons, 5.A et 5.B (cf. tableau 3.1).
La figure 3.12 présente des images AFM obtenues à partir desquelles nous avons
effectué des mesures de diamètre des fagots. Nous avons fait des statistiques sur
un échantillonnage de 27 fagots pour chaque échantillon 5.A (faible sonication) et
5.B (forte sonication) sur les zones les plus diluées en nanotubes pour chercher
des fagots les plus petits. Des résultats présentés sur la figure 3.13 montrent que
parmi ceux qui sont visibles par AFM, la plupart des nanotubes restent en fagot
dont l’épaisseur est typiquement entre 4 et 8 nm. Les statistiques montrent plus
précisément que l’épaisseur des nanotubes est de 6± 2 nm pour l’échantillon 5.A,
et de 6, 6 ± 1, 4 nm pour l’échantillon 5.B, alors que dans le deuxième cas, l’éner-
gie déposée par sonication dans l’échantillon est environ 45 fois plus élevée. Nous
concluons de ces premières études qu’il est a priori difficile d’évaluer, par micro-
scopie AFM, l’impact réel de la procédure de sonication en terme de désagrégation
2. D’un point de vue expériementale, la série appelée ici n est en réalité notée “série n + 1”.
La vraie série 1 n’a pas été étudiée de manière systématique.
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Série Puissance Durée Échantillon
1 100% 10 min 1.1
30 min 1.2
60 min 1.3
90 min 1.4
2 20% 10 min 2.1
30 min 2.2
60 min 2.3
90 min 2.4
3 20% 2min 45sec 3.1
5 min 3.2
10 min 3.3
20 min 3.4
30 min 3.5
4 20% 1 min 4.1
2 min 4.2
5 min 4.3
10 min 4.4
20 min 4.5
30 min 4.6
5 20% 10 min 5.A
100% 90 min 5.B
Table 3.1 – Séries d’échantillons de nanotubes de carbone soniqués. Dans chaque
série, les échantillons subissent des sonications de même puissance mais pendant
des durées différentes.
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Figure 3.12 – Nanotubes de carbone en fagots après sonication, vus par micro-
scope à force atomique à différents endroits de la surface. Sur la figure, les micelles
contenant des nanotubes sont des traces noires. Les taches rondes sont des impu-
retés.
des fagots, probablement parce que les micelles d’épaisseur autour de 1 nm sont
difficiles à détecter.
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Figure 3.13 – Statistiques sur l’épaisseur des nanotubes. (5.A) : l’échantillon soni-
qué à puissance 20% pendant 10 minutes. (5.B) : l’échantillon soniqué à puissance
100% pendant 90 minutes.
Nous avons alors procédé à d’autres mesures, par microscopie SEM, sur ces deux
mêmes échantillons. À l’inverse de la microscopie AFM, les images sont prises sur
des zones plus denses en nanotubes et donnent une vue plus générale des effets
de la sonication. La résolution de microcopie SEM ne nous permet pas d’estimer
avec précision l’épaisseur des fagots. Sur la figure 3.14 est présenté l’échantillon 5.A
(faible sonication). Les nanotubes s’agrègent en des cordes très longues, contenant
probablement un grand nombre de nanotubes par corde. En revanche, nous n’avons
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pas vu par SEM des cordes plus courtes.
Figure 3.14 – Images SEM de l’échantillon 5.A (puissance 20% pendant 10 mi-
nutes). Figure à gauche : une zone centrale, figure à droite : une zone frontière où
les cordes sont très entassées à cause du dépôt à la tournette.
La figure 3.15 montre les images prises sur l’échantillon 5.B (forte sonication).
Cette image montre que, si la sonication désagrège les fagots, elle s’accompagne
également d’une réduction de la longueur des tubes. Nous constatons en effet (figure
en haut à gauche) que la longueur moyenne des cordes de nanotubes est plus
faible que dans le cas précédent. Dans l’échantillon 5.B il y a plus de cordes de
faible longueur que dans l’échantillon 5.A. Ces cordes plus courtes correspondent
probablement à des fagots de faible nombre de nanotubes (indiqués par les flèches
blanches sur la figure du bas). Nous n’avons malheureusement pas pu quantifier
statistiquement la proportion des nanotubes isolés, et nous nous limiterons à ces
conclusions qualitatives.
3.3.2 Absorption linéaire
Après ces quelques études structurales, nous abordons à présent les premiers
résultats de caractérisation optique. La figure 3.16 montre comme exemple les
spectres d’absorption linéaire des solutions de nanotubes de la 2ème série. Nous
constatons tout d’abord que le profil spectral est le même pour les différents échan-
tillons. On observe deux pics d’absorption inhomogène vers 0,75 eV et 1,3 eV. On
distingue un troisième pic beaucoup moins marqué vers 1,9 eV. Si on se rapporte
à la figure 3.8, ces trois pics d’absorption correspondent à des transition S11, S22
et M11 de nanotubes de diamètre 1, 2± 0, 2 nm. Chacun de ces pics inhomogènes
est composé d’un certain nombre de sous-pics qui correspondent à des classes de
chiralités différentes.
L’effet principal est l’augmentation de la densité optique avec l’énergie déposée
par sonication dans les solutions. Nous constatons d’abord que visuellement la
solution devient de plus en plus homogène et plus foncée au cours de la sonication.
Comme le montre la figure 3.17, la densité optique à une longueur d’onde donnée
(λ = 1550 nm) augmente dans toute la gamme de puissance de sonication que nous
avons explorée. Les disparités entre séries d’échantillons peuvent être expliquées
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Figure 3.15 – Images SEM de l’échantillon 5.B (puissance 100% pendant 90 mi-
nutes). Figure du haut à gauche : une zone centrale, figure du haut à droite : autour
d’une fissure de la couche déposée desséchée (remarquer les nanotubes étendus entre
deux plaques). Figure du bas : une image haute résolution. On remarque la présence
des nanotubes courts et de petit diamètre, ce qui n’est pas observé sur l’échantillon
5.A qui a subi une faible sonication.
par l’inhomogénéité des solutions et le fait que l’efficacité de la sonication par doigt
ultrason varie d’une série à l’autre, même avec les puissances et durées identiques.
Du point de vue de l’absorption linéaire, la sonication contribue ainsi à aug-
menter la quantité de matière dispersée dans la solution, sans effet notable de
structuration du spectre en différentes classes de chiralité [3.18]. La spectroscopie
de photoluminescence, comme on va le voir, confirmera la structure des spectres
d’absorption
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Figure 3.16 – Spectres d’absorption linéaire des nanotubes de la série 2. Des na-
notubes ont subi une sonication de puissance 20%, la durée de sonication est de 10
- 30 - 60 - 90 minutes.
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Figure 3.17 – La densité optique à λ=1550 nm en fonction de l’énergie de soni-
cation. L’énergie de sonication est définie comme le produit (puissance) x (durée).
3.3.3 Photoluminescence
Alors que l’absorption linéaire nous donne une information globale sur l’en-
semble des nanotubes, individuels ou non, mis en solution, la spectroscopie de PL
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sélectionne intrinsèquement les nanotubes ou fagots de rendement radiatif élevé.
Ainsi, l’intensité de PL est un estimateur du nombre de nanotubes effectivement
individualisés par la sonication.
Pour effectuer les mesures de PL, les solutions de nanotubes sont excitées par
des lasers à 532 nm (2,33 eV) ou 905 nm (1,37 eV). La figure 3.18 montre des
spectres de PL obtenus à partir de la série 2 (puissance 20%, durée de sonication
10 - 30 - 60 - 90 minutes). La coupure vers 1600 nm (∼ 0, 775 eV) est due à la
réponse de la photodiode. Sur ces spectres, on observe des pics bien distincts qui
correspondent aux différentes chiralités des nanotubes semiconducteurs, dont la
raie d’absorption correspondante est centrée à 0,75 eV. La correspondance entre
les spectres d’absorption et de PL est illustrée à partir de l’échantillon (2.3) (fi-
gure 3.19).
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Figure 3.18 – Spectres de PL des nanotubes de la série 2.
Nous avons ensuite étudié la dépendance de l’intensité de PL en fonction de
l’énergie de sonication. La figure 3.20 représente l’intensité de PL à λ = 1550
nm (∼ 0, 8 eV) en fonction du produit (puissance) × (durée de sonication) qui
caractérise l’énergie de sonication. Sur la figure, on voit que la série 4 (courbe bleue)
se raccorde mal avec les autres mesures, ceci pourrait être dû soit à l’efficacité non-
constante de la sonication entre différentes séries (comme on l’a vu aussi sur les
spectres d’absorption linéaire), soit tout simplement au réglage de la sensibilité et
de l’ouverture du détecteur lors de la mesure de PL. La solution a par ailleurs gelé
partiellement pendant la sonication.
Nous constatons que le signal de PL augmente avec l’énergie de sonication
jusqu’à 5 unités (l’équivalent de 20% de puissance pendant ∼ 25 minutes), puis
stagne (courbe verte - série 3 et courbe rouge - série 2), et diminue enfin aux fortes
sonications (courbe noire, série 1). L’augmentation s’explique naturellement par la
séparation des nanotubes individuels des fagots ; la diminution provient vraisem-
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Figure 3.19 – Correspondance, présentée par des traits en pointillés, entre des
sous-pics d’absorption (courbe bleue) et des sous-pics de PL (courbe rouge) de
l’échantillon (2.3) (cf. tableau 3.1).
blablement de l’augmentation de la densité de défauts induite par les sonications
prolongées. Ainsi, pour maximiser le signal de PL, il est préférable d’effectuer une
sonication modérée, de puissance de quelques dizaines pourcents pendant quelques
20 minutes – un temps suffisamment long pour que l’efficacité de la sonication soit
homogène et une puissance modérée pour ne pas introduire trop de défauts aux
nanotubes.
Les résultats de mesure qui sont présentés dans la suite ont été obtenus sur
des échantillons de la série 1 (échantillon 1.3 pour l’étude en température) et 2
(échantillon 2.3 pour l’étude en puissance d’excitation) dont les niveaux de signal
de PL sont, à part la série 4, parmi les plus élevés.
3.4 Mesure de la largeur homogène excitonique
Les travaux présentés dans cette partie ont pour objectif d’étudier les méca-
nismes de déphasage exciton-exciton et exciton-phonon dans des nanotubes de
carbone, et d’identifier les propriétés spécifiques de ces nanostructures quasi-uni-
dimensionnelles. Pour cela, nous avons appliqué la technique de spectroscopie de
hole-burning à des échantillons de nanotubes présentant un important signal de
PL (série 1 et série 2) afin de limiter l’efficacité des processus de relaxation non-
radiatifs, susceptibles de réduire la saturation d’absorption des transitions exci-
toniques dans les nanotubes. À titre indicatif, aucun signal de hole-burning n’a
été détecté sur des échantillons bruts, présentant essentiellement des nanotubes
agrégés en fagots.
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Figure 3.20 – L’intensité de PL à λ = 1550 nm en fonction de l’énergie de
sonication. L’énergie de sonication est définie comme le produit (puissance) ×
(durée).
3.4.1 Spécificités expérimentales
L’alignement des faisceaux pompe et sonde est fait grâce à un échantillon de
diaphragmes sur verre, comme il est décrit dans le chapitre 1. Il n’est en effet pas
envisageable de déposer des diaphragmes directement sur chaque échantillon de
nanotubes comme avec l’échantillon de boîtes quantiques GaN/AlN. Une fois que
les deux faisceaux sont alignés, nous enlevons l’échantillon de diaphragmes et à sa
place, l’échantillon de nanotubes déposé sur substrat en verre est collé (figure 3.21).
Suivant l’axe x (normal au plan du substrat), la position de l’échantillon est alors
légèrement décalée par rapport à celle du diaphragme (le décalage selon x est
environ 10 à 20 µm) ; ce à cause du jeu mécanique, de la différence en épaisseur des
substrats et de la couche de laque argent. Par ailleurs, la position de l’échantillon
change d’une température à l’autre par l’effet de dilatation thermique. En revanche,
la couche de nanotubes-dans-gélatine, que nous estimons d’épaisseur d’une centaine
de µm, est suffisamment épaisse pour que nous puissions aligner l’échantillon avec
le point de superposition des faisceaux “à la main” – c’est-à-dire en déplaçant
finement le cryostat suivant l’axe x grâce à des vérins micrométriques. Le bon
alignement se manifeste par un signal pompe-sonde marqué de quelques µV, bien
au-dessus du niveau de bruit qui est de l’ordre du dixième de µV.
Un déplacement suivant les axes y et z permet d’examiner différents endroits de
l’échantillon à la recherche du signal pompe-sonde, étant donné que la répartition
des nanotubes sur la surface de l’échantillon déposé n’est pas homogène.
123
Chapitre 3. Nonlinéarités excitoniques 1D
Substrat
x
y
z
Nanotubes
Pompe
Sonde
x
y
z
Diaphragme
Cryostat
Figure 3.21 – La recherche du signal pompe-sonde pour un échantillon de nano-
tubes déposé sur substrat en verre se fait en déplaçant très finement l’échantillon
suivant l’axe x par rapport à la position du porte-échantillon sur la partie gauche
de la figure. La ligne en pointillés de la figure à droite indique la bonne position de
l’échantillon de nanotubes.
3.4.2 Résultats de mesure
À titre d’exemple, les figures 3.22 et 3.23 montrent le spectre obtenu sur un
échantillon de la série 1 dont le niveau du signal de PL est parmi les plus élevés,
superposé sur le spectre d’absorption linéaire et celui de PL. La phase du signal
pompe-sonde est relative à la phase du signal de transmission de la pompe, ainsi
un signal positif correspond au photo-blanchiment et un signal négatif correspond
à la photo-absorption.
Sur le spectre obtenu, le signal pompe-sonde nonlinéaire ∆T/T présente une
composante de photo-blanchiment bien prononcée, centrée à l’énergie de la pompe
(0,8 eV), avec une amplitude de 3.10−4 et une largeur à mi-hauteur (FWHM) Γhb ∼
8, 5 meV. Ce signal, qui n’est jamais observé sur un échantillon de gélatine pure
déposé sur verre, est attribué au signal de hole-burning excitonique des nanotubes
de carbone. Cette composante de photo-blanchiment est superposée avec un signal
négatif qui correspond à une photo-absorption résiduelle non-résonnante qui est
détectée même à très grand désaccord pompe-sonde, comme l’illustre la figure 3.24.
Pour réaliser cette expérience, nous avons utilisé pour le faisceau de sonde
un laser à super-continuum de la marque “Fianium”, qui délivre jusqu’à 6 W de
puissance intégrée sur la plage spectrale 400–2000 nm. Nous avons filtré spectra-
lement le laser à l’aide d’un monochromateur, puis couplé sa sortie à une fibre
optique monomode. La faible densité de puissance spectrale explique le rapport
signal/bruit moins bon qu’avec le laser monochromatique accordable ECL. Le but
de cette expérience a été de chercher (sans succès malheureusement) une signature
biexcitonique en photo-absorption en explorant une plage spectrale plus large (que
celle du laser ECL qui est de 1520–1600 nm) autour de 1550 nm, mais nous avons
été limités pat la coupure de la photodiode vers 1700 nm.
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Figure 3.22 – Exemple d’un spectre de hole-burning obtenu avec un échantillon
de nanotubes de carbone de la série 1, sonication : puissance 100% et durée 90
minutes, superposé avec le spectre d’absorption linéaire.
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Figure 3.23 – Exemple d’un spectre de hole-burning obtenu avec un échantillon
de nanotubes de carbone de la série 1, sonication : puissance 100% et durée 90
minutes, superposé avec le spectre d’absorption linéaire et de photoluminescence.
Afin d’étudier les mécanismes de relaxation excitonique dans les nanotubes
de carbone, nous avons effectué des mesures de hole-burning en fonction de deux
paramètres :
• Des mesures en fonction de la puissance de pompe. Ceci permet de faire
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Figure 3.24 – Un spectre de hole-burning obtenu avec un faisceau de sonde issu du
laser “Fianium”. La flèche montre le trou spectral induit par la pompe à 1550 nm
(0,8 eV). Il s’agit d’un signal de photo-blanchiment puisque la phase est inversée.
La coupure vers 1700 nm (0,75 eV) est probablement due à la photodiode de sonde
en InGaAs.
varier le nombre d’excitons photo-créés, ainsi étudier l’influence de la densité
excitonique sur la nonlinéarité.
• Des mesures en fonction de la température, qui permet d’étudier le couplage
aux phonons.
3.5 Nonlinéarités excitoniques 1D
Dans cette section, nous allons discuter les différents processus d’interaction
exciton-exciton à partir de nos résultats expérimentaux de hole-burning en fonc-
tion de la puissance de pompe. L’existence du signal pompe-sonde provient de
la nonlinéarité excitonique des nanotubes de carbone. Cette situation est radica-
lement différente de celle des transitions intrabandes dans les boîtes quantiques
GaN/AlN discutée dans le chapitre précédent, et plus généralement des systèmes
atomiques, où la pompe modifie la population électronique du niveau fondamen-
tal et et du niveau excité. Rappelons que la différence de population ainsi que
l’absorption est alors réduite selon l’équation 1.3 (page 18) :
∆N = ∆N01 + S
ce qui est à l’origine de la nonlinéarité électronique dans ces systèmes.
La physique est différente dans le cas de la transition à 1,55 µm dans des
nanotubes de carbone que nous étudions. Les excitations élémentaires sont des
excitons qui sont des paires électron–trou (e–h) liées par interaction coulombienne.
Les excitons sont donc des bosons (spin total 0) composés d’électron et de trou
qui sont des fermions. La nature bosonique laisse penser qu’a priori, le facteur
d’occupation d’un état donné n’est pas limité ; mais puisque l’électron et le trou
composants de l’exciton sont des fermions, il existe bien un effet de remplissage
de l’espace des phases. En plus, les électrons et trous de différents excitons sont
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en interaction coulombienne. Ce sont ces mécanismes qui sont responsables des
nonlinéarités dans les nanotubes de carbone.
La figure 3.25 montre des spectres de hole-burning pour différentes puissances
de pompe. On observe un élargissement en puissance et une variation d’amplitude
que nous allons analyser quantitativement.
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Figure 3.25 – Spectres de hole-burning pour différentes puissances de pompe. Les
expériences ont été faites à 10 K.
Basé sur le modèle de Schmitt-Rink–Chemla–Miller pour des puits quantiques
semiconducteurs [3.35], nous écrivons la susceptibilité linéaire, dont la partie ima-
ginaire est le coefficient d’absorption α = (ω/c)Imχ :
χ =
∑
n
fn
E − En + iΓn/2 (3.25)
où la somme est prise sur toutes les résonances En. Les paramètres fn et Γn corres-
pondent respectivement à la force d’oscillateur et à la largeur spectrale de chaque
résonance. Dans le cadre de notre travail, nous étudions uniquement la transi-
tion S11 dans des nanotubes semiconducteurs et nous considérons que les autres
transitions sont négligeables. Ainsi seule la résonance E0 = S11 est retenue :
χ = f
E − E0 + iΓ/2 (3.26)
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La susceptibilité linéaire d’un ensemble inhomogène est la convolution de la
susceptibilité linéaire homogène χ et la distribution inhomogène de l’énergie de
résonance n(E0) que nous supposons donnée par une loi gaussienne de largeur Ω
très large devant Γ.
Le système est nonlinéaire si un (ou plus) des trois paramètres E0, f et Γ varie
avec l’intensité d’excitation. Nous supposons qu’à faible saturation, la variation de
l’énergie de transition E0 est négligeable, ce qui est confirmé par des expériences de
micro-PL sur nanotubes uniques suspendus [3.11]. Les mécanismes responsables des
nonlinéarités sont donc la réduction de force d’oscillateur et l’augmentation de la
largeur homogène. Nous allons dans la suite étudier théoriquement ces phénomènes
afin d’interpréter et analyser quantitativement nos résultats expérimentaux.
3.5.1 Réduction de force d’oscillateur
Avec l’intensité d’excitation, le nombre d’excitons photo-créés augmente. Dans
la limite de faible saturation, nous ne retenons que des termes linéaires en densité
excitonique n = N/L où N est le nombre d’excitons et L la longueur du nanotube.
La variation de force d’oscillateur s’écrit :
∆f
f
= − n
ns
(3.27)
où ns est la densité de saturation (n  ns). Le signe − indique une diminution
de la force d’oscillateur avec n. La densité excitonique n sera estimée en fonction
de l’intensité de pompe. La valeur stationnaire de n dépend des paramètres carac-
téristiques de la relaxation de population dans les nanotubes, qui font intervenir
le pompage (de taux G), la relaxation linéaire (de taux γR) et un processus de
recombinaison de type Auger (de taux γA). L’estimation de n est détaillée à la
section 3.5.4.
Deux mécanismes contribuent à la détermination de ns. Le premier est dû
au caractère fermionique de l’électron et du trou. À mesure que les excitons sont
créés, l’espace des phases électronique et l’espace des phases de trou se remplissent,
il y a de moins en moins d’états disponibles pour la création d’excitons ce qui
induit une diminution de force d’oscillateur. La deuxième provient de l’interaction
coulombienne entre électrons et trous : la présence d’autres excitons modifie la
fonction d’onde de l’exciton ce qui modifie également f .
Remplissage d’espace des phases : on notera cette contribution PSF pour
phase-space filling. La variation relative de la force d’oscillateur due au remplissage
d’espace des phases s’écrit, d’après [3.35] :
δf
f
∣∣∣∣
PSF
= − 1
L
∑
k
[fe(k) + fh(k)]
u(k)
u(r = 0) (3.28)
où L est la longueur du nanotube, fe(k) et fh(k) sont respectivement les densités
d’occupation des états électroniques et de trou, u(r) la fonction d’onde excitonique
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du mouvement relatif et u(k) sa transformée de Fourier.
u(k) =
∫ +∞
−∞
e−ikru(r)dr (3.29)
La fonction d’onde excitonique unidimensionnelle de l’état fondamental et sa
transformée de Fourier s’écrivent [3.36] :
u1S(r) =
1√
2a1D
e−
r
2a1D (3.30a)
u1S(k) =
2
√
2a1D
4a21Dk2 + 1
(3.30b)
Les facteurs d’occupation d’électron et de trou sont supposés donnés par [3.37] :
fe(k) = fh(k) =
n
2 |u(k)|
2 (3.31)
qui vérifie la relation : ∑
−→
k ,σ
fe(k) = nL (3.32)
où nL est le nombre total d’excitons créés, L étant la longueur du nanotube. Par le
même principe de calcul que dans le cas 2D [3.37], nous obtenons pour la réduction
de force d’oscillateur :
∆f
f
= −3na1D (3.33)
Définissons la densité de Mott qui correspond à un remplissage compact de
l’espace réel par des excitons de “diamètre” 2a1D :
1
nM
= 2a1D (3.34)
En comparant l’expression trouvée pour la réduction de force d’oscillateur à
l’équation 3.27, nous trouvons l’expression de la densité de saturation :
1
ns
∣∣∣∣
PSF
= 3a1D
= 32 ·
1
nM
(3.35)
Interaction d’échange entre excitons : cette deuxième contribution sera no-
tée EWR pour exciton wave-function renormalization. La réduction de force d’os-
cillateur qui s’en déduit s’écrit de manière générale :
∆f
f
∣∣∣∣
EWR
=
∑
ne 6=1S
[
〈S11|H −H0|ne〉
ωS11 − ωne
· u
∗
ne(r = 0)
u∗1S(r = 0)
+〈ne|H −H0|S11〉
ωS11 − ωne
· une(r = 0)
u1S(r = 0)
]
(3.36)
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où la somme porte sur tous les états |ne〉 différents de |1S〉. Suivant la méthode de
calcul de Ciuti et al [3.38], cette expression peut se reformuler :
∆f
f
∣∣∣∣
EWR
= −n · u
∗
ne
u∗1S
·
∑
k,k′
V (k − k′)[φ∗(k)|φ(k′)|2 − φ∗(k′)|φ(k)|2]
~2k′2
2µ +
~2κ2
2µ
(3.37)
où n est la densité excitonique, κ = 1/(2aB) et µ la masse réduite de l’exciton
(1/µ = 1/me + 1/mh).
Schmitt-Rink et al. [3.37], Ciuti et al. [3.38] ont calculé la réduction de force
d’oscillateur pour le cas 2D des puits quantiques. Par le même principe, nous avons
transposé les calculs au cas 1D des nanotubes.
Nous avons appliqué le même principe de calcul pour le cas 1D des nanotubes de
carbone, en prenant la fonction d’onde excitonique 1D (équation 3.30). Le résultat
est le suivant :
∆f
f
= −12na1D (3.38)
et donc
1
ns
∣∣∣∣
EWR
= 12a1D
= 14 ·
1
nM
(3.39)
Bilan : en premières approximations, on peut additionner ces deux contribu-
tions :
1
ns
= 1
ns
∣∣∣∣
PSF
+ 1
ns
∣∣∣∣
EWR
=
(3
2 +
1
4
)
· 2a1D = 74 ·
1
nM
(3.40)
Avec cette notation nous réécrivons l’expression de la densité de saturation
excitonique dans les deux cas :
1
ns
=

(32
7 + 3, 94
)
· 1
nM
cas 2D,(3
2 +
1
4
)
· 1
nM
cas 1D.
(3.41)
Premièrement, on constate que les coefficients sont plus petits dans le cas 1D
(3/2 et 1/4) que dans le cas 2D (32/4 et 3,94). Ceci indique que dans le cas 1D,
les interactions inter-excitons sont réduites par rapport au cas 2D. Deuxièmement,
dans le cas 2D, les contributions dues au PSF (remplissage d’espace des phases)
et au EWR (renormalisation des fonctions d’onde) sont comparables. Dans le cas
1D, l’effet du PSF est 6 fois plus élevé que celui du EWR.
La figure 3.26 illustre de façon schématique le remplissage compact de l’espace
réel par des excitons.
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Figure 3.26 – Représentation schématique du remplissage de l’espace réel par des
excitons à 2D et 1D. nM est la densité de Mott et ns la densité de saturation.
3.5.2 Élargissement collisionnel exciton-exciton
Collisions exciton-exciton
Sur la figure 3.30, nous allons constater que la contribution de l’élargissement
collisionnel ∆Γ/Γ à la nonlinéarité excitonique est d’un ordre de grandeur plus
élevée que celle de la renormalisation de force d’oscillateur ∆f/f , ce qui indique
le rôle déterminant de l’élargissement collisionnel dans la relaxation excitonique.
Dans cette sous-section, nous discuterons plus en détails les processus de collision
exciton-exciton qui sont à l’origine de l’élargissement homogène excitonique.
Sur la figure 3.27 l’élargissement homogène ∆Γ est tracé en fonction de l’in-
tensité de pompage (carrés pleins) sur une échelle logarithmique. Nous supposons
une dépendance linéaire de l’élargissement homogène en fonction de la densité ex-
citonique n. Cette hypothèse est valable pour de faibles intensités d’excitation, et
des calculs de la section 3.5.2 la confirmeront. Nous en déduisons ainsi une dé-
pendance sous-linéaire de n en fonction de l’intensité de pompage, ce qui est la
signature des processus d’interaction à plusieurs excitons qui provoquent une re-
laxation de population. En effet, des études expérimentales et théoriques ont per-
mis de mettre en évidence deux types de processus : l’annihilation exciton-exciton
(EEA pour “Exciton-Exciton Annihilation”) et la diffusion exciton-exciton (EES
pour “Exciton-Exciton Scattering”). Les processus à 3 excitons ou plus ont proba-
blement des effets négligeables. La figure 3.28 illustre ces deux types d’interaction
collisionnelle exciton-exciton, qui sont susceptibles de provoquer la relaxation de
population (EEA) et de cohérence excitonique (EEA ainsi que EES), et par consé-
quent un élargissement homogène.
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Figure 3.27 – Élargissement homogène ∆Γ en fonction de l’intensité de pompe. La
droite rouge en tireté indique une dépendance linéaire et la droite bleue en continu
une dépendance en racine carrée.
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Figure 3.28 – Deux types d’interaction collisionnelle exciton-exciton. 1–Processus
d’annihilation exciton-exciton (EEA) : un exciton se recombine et transfère son
énergie à l’autre exciton qui est promu à un état plus haut. 2–Processus de diffusion
exciton-exciton (EES) : les deux excitons se repoussent et éloignent du bas de bande
k = 0. EEA provoque une relaxation de population et donc de cohérence, tandis
que EES ne modifie pas la population et provoque uniquement la relaxation de
cohérence.
Annihilation exciton-exciton (EEA)
Dans un processus EEA (recombinaison du type Auger), suite à la collision de
deux excitons, l’un se recombine et cède toute son énergie à l’autre qui est par
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conséquent promu à un état de plus haute énergie (qui se trouve probablement
dans le continuum des états non-liés comme l’illustre la figure 3.28). Ce processus
a été observé dans les nanotubes de carbone par différents groupes en utilisant la
technique de spectroscopie résolue en temps [3.39–3.41]. Dans nos expériences, EEA
entraîne une dépendance sous-linéaire de la densité excitonique dans un régime
stationnaire (voir l’équation 3.53).
La contribution du processus EEA à l’élargissement collisionnel s’écrit [3.36] :
∆ΓEEA = 2~An (3.42)
Diffusion exciton-exciton (EES)
Dans ce type d’interaction, deux excitons se rencontrent et se repoussent en
s’éloignant du bas de bande. Ce processus induit une répartition différente de la
population à l’intérieur d’une sousbande excitonique, il ne modifie pas la popula-
tion de chaque sousbande. En revanche, ces collisions sont des processus déphasants
– lors des collisions les excitons perdent leur mémoire de phase, entraînant ainsi la
décohérence de l’état excitonique.
La contribution de EES à l’élargissement excitonique homogène est estimée par
des calculs auto-cohérents basés sur un formalisme hors-équilibre de la deuxième
approximation de Born, adapté des calculs sur des excitons 2D par Ciuti et al. [3.42]
et en prenant un potentiel de type “point contact” pour les excitons 1D dans les
nanotubes de carbone [3.43]. Ainsi nous trouvons :
∆ΓEES = Ebn
2~2
µa1D
∫ +∞
−∞
2Γ′
pi
1
Λ2q˜4 + (2Γ′2) |I(q˜)|
2dq˜ (3.43)
avec Eb l’énergie de liaison excitonique, n la densité d’exciton, µ = (1/me+1/mh)−1
la masse réduite de l’exciton, Λ une énergie caractéristique égale à ~2/(Ma2B) où
M = me + mh, Γ′ = Γ + ∆ΓEES où Γ est la largeur homogène sans interac-
tion exciton-exciton et I(q˜) l’élément de matrice d’interaction d’échange fermion-
fermion. ∆ΓEES est linéaire en fonction de n pour des faibles élargissements
(∆ΓEES  ∆Γ), puis devient sous-linéaire pour ∆ΓEES . ∆Γ.
Pour des calculs ci-dessus, nous avons pris Eb = 250 meV [3.44–3.46], µ =
0, 1m0 [3.47].
3.5.3 Méthode d’analyse des résultats
Nous allons étudier la différence entre les effets de réduction de force d’oscil-
lateur et d’élargissement collisionnel sur le spectre de hole-burning, afin d’extraire
∆f/f et ∆Γ/Γ de nos résultats.
Supposons une distribution inhomogène gaussienne de l’énergie de transition
E0 = S11 des nanotubes :
n(E0) = n0e−
(E0−EG)2
2Ω2 (3.44)
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où EG et Ω sont respectivement l’énergie moyenne et l’écart-type de la distribution
inhomogène. Sous excitation par le laser de pompe d’énergie Ep, l’absorption (satu-
rée), partie imaginaire de la susceptibilité linéaire, de chaque nanotube individuel
est supposée lorentzienne de largeur Γ + ∆Γ :
χ(E,E0) =
f
[
1 + ∆f
f
(E0, Ep)
]
E − E0 + i [Γ + ∆Γ(E0, Ep)] /2 (3.45)
où pour la réduction de force d’oscillateur et l’élargissement collisionnel, nous pre-
nons des profils lorentziens centrés en Ep, de largeur à mi-hauteur Γ :
∆f
f
(E0, Ep) =
∆f
f
(Γ/2)2
(E0 − Ep)2 + (Γ/2)2 (3.46a)
∆Γ(E0, Ep) = ∆Γ
(Γ/2)2
(E0 − Ep)2 + (Γ/2)2 (3.46b)
Cette hypothèse traduit le fait que l’effet de la saturation est d’autant plus efficace
que l’énergie de transition du nanotube E0 est proche de l’énergie de la pompe Ep.
Dans la limite de faibles saturations, ∆f/f  1 et ∆Γ/Γ  1, ce qui justifie la
largeur homogène non-saturée Γ des profils de ∆f/f(E0, Ep) et ∆Γ/Γ(E0, Ep).
Une réduction de force d’oscillateur ∆f < 0 induit une diminution de l’ampli-
tude d’absorption homogène α = (ω/c)Imχ, la largeur spectrale restant constante :
∆χ
χ
∣∣∣∣
∆f
= ∆f
f
(3.47)
ce qui est illustré par la figure 3.29(b).
Quant à l’élargissement homogène :
∆χ
χ
∣∣∣∣
∆Γ
= − i∆Γ/2
E − E0 + i(Γ + ∆Γ)/2 (3.48)
L’effet de l’élargissement homogène est illustré sur la figure 3.29(a).
La susceptibilité (saturée) d’un ensemble inhomogène de nanotubes est le pro-
duit de convolution
χ˜(E) =
∫ +∞
−∞
χ(E,E0)n(E0)dE0 (3.49)
En mettant ∆f = 0 et ∆Γ = 0 on obtient la susceptibilité linéaire non-saturée
χ˜(0)(E) de l’ensemble.
L’absorption différentielle de l’ensemble s’écrit enfin :
α˜(0) − α˜
α˜(0)
= Imχ˜
(0) − Imχ˜
Imχ˜(0)
(3.50)
La renormalisation de force d’oscillateur et l’élargissement collisionnel ont des
signatures différentes sur le spectre d’absorption saturée (hole-burning) ∆T/T .
Comme il est montré sur la figure 3.29, une réduction de force d’oscillateur induit
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Figure 3.29 – Comparaison théorique entre les contributions d’élargissement col-
lisionnel (figure a, courbe verte en continu) et de renormalisation de force d’os-
cillateur (figure b, courbe bleue en continu) au signal d’absorption différentielle
(courbes rouges en pointillé). Les carrés creux sont des données expérimentales.
une diminution de l’amplitude d’absorption homogène [α = (ω/c)Imχ] et la largeur
spectrale reste constante. Sur le spectre de hole-burning, ceci résulte en un trou
spectral de largeur 2Γ. Quant à l’élargissement collisionnel, le profil spectral de
hole-burning est plus complexe, la largeur spectrale associée est Γ.
À cause de cette distinction, les coefficients ∆f/f et ∆Γ/Γ ont pu être ajustés
de façon à reproduire le spectre expérimental – en l’occurrence son amplitude et sa
largeur à mi-hauteur. Dans notre modèle, les paramètres ajustables sont f,∆f,Γ et
∆Γ. Puisque nous nous intéressons à la transmission différentielle ∆T/T et non pas
T , la détermination de f n’est pas nécessaire. La largeur homogène non-saturée Γ
est déduite à partir du spectre à basse puissance. Nous avons analysé nos résultats
de mesure et étudié la variation de ∆f et ∆Γ en fonction de la puissance de pompe,
en développant un programme sous Matlab dont le code est donné en annexe B.
Les résultats d’analyse sont présentés sur la figure 3.30. On constate que l’élar-
gissement collisionnel est d’un ordre de grandeur plus important que la réduction
de force d’oscillateur. En rappellant que les largeurs spectrales de hole-burning
induites par ∆f et par ∆Γ sont respectivement 2Γ et Γ, nous concluons que la
largeur homogène de hole-burning, dans ce cas 1D des nanotubes, est égale à la
largeur homogène, Γhb = Γ. Ceci se distingue du cas de référence d’un système à
deux niveaux où Γhb = 2Γ.
3.5.4 Densité d’excitons photo-créés
La population excitonique est décrite par son équation d’évolution :
dN
dt
= G− γRN − γAN2 (3.51)
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Figure 3.30 – Réduction de force d’oscillateur ∆f/f (carrés creux) et l’élargisse-
ment homogène collisionnel ∆Γ/Γ (disques pleins) en fonction de la puissance de
pompe.
où G est le taux de génération induit par la pompe, γR le taux de recombinaison
linéaire (y compris les processus radiatifs et non-radiatifs) et γA = A/L le taux
de recombinaison Auger, A étant la constante d’Auger [3.36] et L la longueur du
nanotube. Le taux de génération s’écrit :
G = ησLIp/E0 (3.52)
avec Ip l’intensité de pompe, E0 l’énergie de transition, σ la section efficace par µm
et η le coefficient d’accord en polarisation qui est égal à 1/2 pour un échantillon
de nanotubes arbitrairement orientés.
En régime stationnaire, nous trouvons pour la densité excitonique n = N/L :
n =
√
4GγA + γ2R − γR
2A (3.53)
On remarque que n ne dépend pas de L puisque GγA = ησAIp/E0. Ceci est crucial
car nos nanotubes sont de longueurs très différentes, conséquence de la méthode
de fabrication (ablation laser) et de la sonication.
Le tableau 3.2 montre les valeurs des coefficients utilisés par nos fits. Nous
choisissons de prendre pour A la valeur moyenne mesurée sur des nanotubes en-
capsulés dans des micelles [3.36, 3.48] ce qui est le cas de nos nanotubes. Xiao
et al. trouvent des valeurs plus élevées [3.49] pour des nanotubes suspendus dans
l’air, ceci est expliqué par un intensification de l’interaction coulombienne dans les
nanotubes non-encapsulés [3.44].
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Coefficient Valeur Référence
σ 3 · 10−13 cm2µm−1 [3.50]
A 0,27 ps−1 · µm [3.36, 3.48]
γR 1/300 ps−1 [3.7]
Table 3.2 – Coefficients relatifs à l’équation d’évolution excitonique.
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Figure 3.31 – Comparaison des résultats de dépouillement pour la réduction de
force d’oscillateur (carrés creux) et l’élargissement collisionnel (disques pleins) avec
les calculs thériques (courbes continues).
3.5.5 Comparaison théorie–expérience
Sur la figure 3.31, les courbes en continus sont des ajustements théoriques,
basés sur notre discussion de ∆f , ∆Γ et n (voir les trois sections précédentes). Le
seul paramètre ajustable est le rayon de Bohr des excitons dans les nanotubes a1D.
Nous trouvons un bon accord théorie–expérience à la fois pour ∆f/f et ∆Γ/Γ,
pour
a1D = 5± 2 nm (3.54)
Nous obtenons ainsi une évaluation du rayon de Bohr de l’exciton dans nos na-
notubes. Malgré l’incertitude, cette valeur est compatible avec le diamètre des
nanotubes qui est ∼ 1, 2 nm : le rayon de Bohr est égal à 3 à 5 fois le diamètre du
nanotube.
Sur la figure 3.32 nous montrons les résultats d’analyse de nos données expé-
rimentales et les courbes d’ajustement théorique. La courbe bleue représente la
contribution de EEA à l’élargissement collisionnel. On voit bien que ce processus
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ne peut expliquer à lui seul l’élargissement dû à des interactions exciton-exciton.
En revanche, en intégrant la contribution de EES (courbe rouge), on obtient un
accord bien meilleur.
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Figure 3.32 – Élargissement collisionnel en fonction de l’intensité de pompage.
Les résultats d’analyse (carrés pleins) sont comparés avec des modèles théoriques
où seul le processus EEA est inclus (courbe bleue), ou EEA et EES sont inclus
(courbe rouge).
Afin d’évaluer les contributions des processus EEA et EES à l’élargissement
homogène, il est intéressant de réécrire son expression sous forme :
∆Γ = Ebξ
n
nM
(3.55)
où Eb est l’énergie de liaison excitonique et nM la densité de Mott. Les coefficients
sans dimensions ξEEA et ξEES représentent les contributions de EEA et EES à
∆Γ. À partir des équations 3.42 et 3.43, nous trouvons pour les excitons 1D des
nanotubes :
ξEEA = 0, 14 (3.56a)
ξEES = 0, 27 (3.56b)
Ce résultat met en évidence la prédominance de la diffusion à deux excitons EES
sur l’annihilation à deux excitons EEA dans la relaxation de cohérence excitonique
dans les nanotubes de carbone. L’effet de la dimensionalité réside dans les termes
Eb et ξEES . L’énergie de liaison excitonique caractérise l’intensité de l’interaction
coulombienne électron–trou qui s’intensifie quand la dimension est réduite. Le coef-
ficient ξEES contient des informations sur la densité d’états finals pour les processus
de collisions. Aux bords de bande, la densité d’états est 0 à 3D, une constante à 2D
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(fonction en marches d’escalier) et elle diverge à 1D. Cette tendance est inversée
si l’on regarde les valeurs de ξEES (tableau 3.3), ce qui suggère donc que la den-
sité d’états n’a qu’un effet marginal sur l’élargissement collisionnel. Par ailleurs, la
détermination de ξEES est très sensible à la valeur nominale de Γ. Nous concluons
que l’élargissement collisionnel dépend surtout de l’énergie de liaison excitonique
Eb, ce qui est cohérent avec le fait que EbξEES atteint sa valeur maximale à 1D.
L’intensité du processus EEA est proportionnelle à (Eb/Eg)3 avec Eg l’énergie
du gap. En effet, Wang et al. [3.36] ont trouvé pour le taux de recombinaison
Auger :
A = 128ωvc
ke0
µ
m0
(
Eb
Eg
)3
(3.57)
où ωvc est un paramètre caractérisant l’intensité d’interaction interbande, ke0 le
vecteur d’onde final de l’électron, µ la masse équivalent excitonique et m0 la masse
de l’électron. Ainsi la réduction de la dimensionalité intensifie EEA et aussi EES,
mais EES prédomine néanmoins sur le déphasage dans le cas 1D des nanotubes.
D ξEES EbξEES (meV) Référence
3 6,3 25 [3.51]
2 0,47 4 [3.52]
1 0,27 68 Notre étude [3.53]
Table 3.3 – Paramètre d’élargissement collisionnel ξEES en fonction de la dimen-
sionalité. Eb est l’énergie de liaison excitonique.
Nanotubes de carbone
aB & dt
Eb/Eg ∼ 30%
EES
E
k0
EEA
E
k0
Figure 3.33 – Caractère hybride Wannier–Frenkel des excitons dans les nanotubes
de carbone.
Les excitons dans des nanotubes de carbone ont ainsi un caractère original
qui est à mi-chemin entre les excitons de Wannier (électron et trou faiblement
liés, Eb  Eg) et les excitons de Frenkel (électron et trou fortement liés Eb de
139
Chapitre 3. Nonlinéarités excitoniques 1D
même ordre que Eg). Dans des semiconducteurs inorganiques, la relaxation de
cohérence des excitons de Wannier est dominée par des collisions élastiques (EES).
En revanche, la relaxation des excitons de Frenkel est pilotée par des processus de
type Auger (EEA) qui sont très efficaces [3.15, 3.54]. Dans le cas des nanotubes de
carbone, il s’avère que la relaxation de population est dominée par les processus
EEA, tandis que la décohérence est dominée par les processus EES.
3.6 Décohérence assistée par phonons
3.6.1 Résultats expérimentaux
Afin d’étudier le couplage exciton–phonon dans les nanotubes de carbone, nous
avons effectué des études de la largeur spectrale de hole-burning en fonction de la
température. La figure 3.34 montre des spectres obtenus à des températures qui
vont de 5 à 300 K.
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Figure 3.34 – Spectres de spectroscopie hole-burning pour des températures de 5
K à 300 K. Des mesures sont faites à puissance de pompe Ip ∼ 2 kW.cm−2. La
ligne de base de chaque courbe est décalée de façon à faciliter la visualisation.
Comme nous en avons discuté au cours de la section précédente, l’analyse des
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résultats expérimentaux montre que les nonlinéarités excitoniques dans les nano-
tubes de carbone sont dominées par l’élargissement homogène (∆Γ). Ainsi, la lar-
geur spectrale de hole-burning correspond en première approximation à la largeur
homogène d’absorption Γhb = Γ (voir figure 3.29).
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Figure 3.35 – Évolution de la largeur spectrale de hole-burning en température.
L’augmentation de la largeur homogène avec température (figure 3.35) est une
signature de l’interaction exciton–phonon, que nous allons discuter dans la section
suivante consacrée au couplage exciton–phonon dans des semiconducteurs massifs
et des hétérostructures de semiconducteurs.
3.6.2 Interaction exciton–phonon
Dans les semiconducteurs massifs ainsi que dans les puits quantiques [3.55], fils
quantiques [3.56, 3.57] et boîtes quantiques [3.58, 3.59], l’évolution de la largeur
homogène en température peut être décrite par la loi :
Γ(T ) = Γ(0) + aT + b
e∆EkT − 1
(3.58)
Γ(0) est la largeur homogène à T = 0 K. Le terme linéaire aT caractérise l’inter-
action avec les phonons acoustiques (de dispersion linéaire en centre de zone) et le
terme exponentiel b/[exp(∆E/kT )−1] avec des phonons optiques, de haute énergie
qui est quasi-constante en centre de zone. À basses températures, le couplage avec
les phonons acoustiques est dominant. À hautes températures, T > 70K typique-
ment, les phonons optiques prédominent. En effet, l’élargissement homogène dû au
couplage aux phonons est proportionnel à la population des phonons. Puisque les
phonons sont des bosons, leur population en fonction de la température est décrite
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par le facteur d’occupation de Bose-Einstein :
n(T ) = 1
e∆EkT − 1
(3.59)
Pour les phonons acoustiques en centre de zone, ∆E/kT  1, n(T ) ∝ T . Quant
aux phonons optiques, n(T ) ∼ exp(−∆E/kT ) puisque T  ∆E/k pour des tem-
pératures allant jusqu’à 300K.
3.6.3 Analyse des résultats expérimentaux
Le couplage exciton–phonon a été étudié expérimentalement dans des nano-
tubes de carbone. Les résultats de mesure présentés sur la figure 3.36a ont été
obtenus par Matsuda, Yoshikawa et al. [3.60, 3.61] par la technique de micro-PL
sur des nanotubes uniques suspendus. Les nanotubes observés dans ces études
émettent à ∼ 1 eV, soit un diamètre d ∼ 1 nm. Ils ont trouvé une dépendance
linéaire Γ(T ) = Γ(0) + aT avec a ∼ 25 µeV/K et leur ajustement est réalisé avec
b = 0. Aucune interprération quantitative du coefficient a n’est donnée dans la
littérature.
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Figure 3.36 – Largeur homogène d’émission et d’absorption en fonction de la tem-
pérature. Graphe (a) : mesure directe de la largeur homogène par micro-PL, pour
des températures de 4,7 à 90K [3.60]. Graphe (b) : largeur homogène déduite des
mesures du T2 par mélange à quatre ondes à faible excitation pour des températures
de 77 à 292K [3.62].
Pour des températures allant de 77 à 292 K (voir figure 3.36b), Ma et al. [3.62]
ont utilisé la technique de mélange à quatre ondes qui est une alternative au hole-
burning pour éliminer l’élargissement inhomogène d’ensemble, sur des nanotubes
en solution aqueuse. Leurs échantillons sont enrichis par ultracentrifugation en
nanotubes de chiralité (6,5) dont le pic d’absorption S11 se trouve à 1,25 eV. Dans
leur ajustement, b = 254 meV, ∆E ∼ 106 meV et au contraire a = 0. L’énergie
∆E = 106 meV est attribuée à des modes de phonons TO hors-du-plan.
Nous avons ajusté nos données expérimentales par l’équation 3.58. Un bon
ajustement est obtenu pour des valeurs a = 32 ± 3 µeV/K, b = 10 − 250 meV et
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∆E = 20−75 meV (voir figure 3.37), avec une incertitude élevée sur les coefficients
b,∆E. La valeur de a que nous avons trouvée est en très bon accord avec les
résultats de Matsuda et al. [3.11]. Elle est d’un ordre de grandeur plus élevée que
dans les fils quantiques de semiconducteurs : les valeurs trouvées dans la littérature
vont d’une dizaine de µeV/K (fils quantiques GaAs et InGaAs/GaAs de largeur
∼ 20 nm) [3.56] à 1, 5 µeV/K (fils quantiques GaAs/AlAs de largeur 10 nm) [3.63].
Ce résultat suggère une forte augmentation du couplage au phonons acoustiques
à basses températures, probablement due à la faible diamètre des nanotubes par
rapport aux fils quantiques de semiconducteur.
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Figure 3.37 – Évolution de la largeur homogène en température, mesurée par
spectroscopie de hole-burning (carrés creux avec barres d’erreurs). La courbe en
continu est notre ajustement théorique Γ(T ) = Γ(0) + aT + b/[exp(∆E/kT ) − 1]
avec Γ(0) = 6.9 meV, a = 32 µeV/K, b = 11 meV et ∆E = 25 meV.
Par ailleurs, notre évaluation des coefficients b,∆E est compatible avec Ma et
al., même si les grandes incertitudes ne nous permettent pas de conclure de manière
définitive. Afin d’essayer de réduire l’incertitude, nous choisissons de fixer ∆E à
ERBM (Radial Breathing Mode) dans des nanotubes de d = 1, 2 nm, soit 25 meV.
Nous obtenons alors b = 11 ± 4 meV [3.64]. Nous concluons donc à partir de nos
analyses que les deux contributions sont nécessaires (a, b 6= 0) pour reproduire nos
résultats expérimentaux.
3.6.4 Calcul du déphasage induit par absorption de phonons
Nous avons utilisé le formalisme développé à 3D par Rudin et al. [3.55] pour
évaluer le taux de diffusion des excitons par absorption de phonons dans le cas
1D des nanotubes [3.64]. Le résultat pour le coefficient a (couplage aux phonons
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acoustiques de faibles énergies) est le suivant :
a = kF
ρ~v3
∣∣∣∣∣De 11 + (2aBmev~ )2 −Dh
1
1 + (2aBmhv~ )2
∣∣∣∣∣
2
' kF
ρ0d~v3
|De −Dh|2 (3.60)
où k est la constante de Boltzmann, F un facteur de couplage moyen qui dépend de
la chiralité des nanotubes [3.65], ρ la masse linéique et d le diamètre des nanotubes,
ρ0 = cte la masse linéique des nanotubes de diamètre 1 nm, me et mh les masses
d’électron et de trou, De et Dh les constantes du potentiel de déformation, aB le
rayon de Bohr de l’exciton. Ce résultat montre quantitativement la dépendance
en 1/d de la constante a dans le cas des nanotubes de carbone – résultat trouvé
expérimentalement par Yoshikawa et al [3.61].
Nous avons déduit de nos résultats expérimentaux a = 32 ± 3 µeV/K. Avec
F¯ = 1, 7 [3.65], ρ0 = 1, 9.10−15 kg.m−1, v = 20.103 m.s−1, nous trouvons pour les
constants du potentiel de déformation De −Dh = 4 eV, ce qui est du même ordre
de grandeur mais inférieur à la valeur théorique de 8 eV [3.65], ou encore à la valeur
expériementale de 14 eV trouvée par Galland et al [3.66].
Le calcul de la contribution des phonons RBM est restreint aux couplages
intrabandes (après l’interaction avec le phonon, l’exciton reste sur la même bande
d’énergie), pour simplifier. Le résultat est le suivant :
bin =
√
M~2
2ρ2E3B
∣∣∣D˜e − D˜h∣∣∣2 (3.61)
avecM = me+mh, EB ' 25 meV l’énergie du mode RBM. En prenant
∣∣∣D˜e − D˜h∣∣∣ =
1, 4 eV.Å−1 (d’après Ref. [3.66]), on trouve bin ' 2 meV, du même ordre de gran-
deur mais inférieur à la valeur b = 11 ± 4 meV que nous trouvons expérimentale-
ment. Ce résultat, ne tenant compte que des processus intrabandes, suggère qu’à
hautes températures, le déphasage induit par phonons est dominé par des processus
interbandes.
3.7 Conclusion
Au cours de ce chapitre, nous avons étudié deux phénomènes différents dont
le point commun est l’élargissement homogène, basé sur notre expérience de spec-
troscopie de hole-burning. Le premier, qui est l’essentiel de ce chapitre, est les
nonlinéarités dans des nanotubes de carbone qui sont dues à la renormalisation de
la force d’oscillateur et à l’élargissement collisionnel exciton-exciton.
Deux mécanismes contribuent à la renormalisation de la force d’oscillateur
∆f/f : le remplissage d’espace des phases–PSF, dû à la nature composite des
excitons et la modification de la fonction d’onde due à l’écrantage des interac-
tions. Nous avons étendu le modèle théorique 2D de Schmitt-Rink et al. au cas
1D des nanotubes. À partir de la comparaison théorie–expérience pour la réduc-
tion de force d’oscillateur ∆f/f et l’élargissement collisionnel ∆Γ, nous avons
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déduit que le rayon de Bohr excitonique dans nos nanotubes est de a1D = 5 ± 2
nm. Concernant l’élargissement collisionnel excitonique ∆Γ/Γ, nous avons analysé
le rôle de deux processus que sont l’annihilation exciton-exciton (EEA) et diffu-
sion exciton-exciton (EES). Nous avons estimé quantitativement la contribution
de chaque processus, comparé avec des systèmes 3D et 2D, et trouvé que les deux
processus sont renforcés par le caractère 1D, mais c’est le processus EES qui pré-
domine par l’élargissement collisionnel excitonique dans les nanotubes. Ce résultat
montre que les excitons dans des nanotubes sont d’une nature hybride, entre les
excitons de Wannier où le déphasage excitonique est dominé par des processus col-
lisionnels quasi-élastiques, et les excitons de Frenkel où la relaxation de population
est dominée par l’annihilation exciton-exciton.
Enfin, le deuxième phénomène étudié est le déphasage assisté par les phonons.
À partir de l’analyse de la variation de l’élargissement homogène en température,
nous arrivons à des conclusions analogues à d’autres systèmes semiconducteurs tels
que des puits et des boîtes quantiques : à basses températures, le déphasage est
dominé par les phonons acoustiques ; tandis qu’à des températures plus élevées,
ce sont des modes de phonons plus énergétiques, comme le RBM qui commence à
prédominer. Un accord quantitatif est obtenu avec un modèle simple de diffusion
des excitons par absorption de phonons, qui nous permet de mettre à jour les
spécificités 1D du déphasage assisté par phonons.
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Conclusion et perspectives
Au cours de cette thèse, nous avons réalisé ex nihilo le dispositif expérimental de
la technique originale de spectroscopie par saturation d’absorption, dite “spectral
hole-burning”, à 1,55 µm. Le dispositif a permis de mesurer les largeurs homogènes
d’absorption : à basse température et faible excitation, la largeur homogène d’ab-
sorption des boîtes quantiques GaN/AlN est de 16±1 meV, celle des nanotubes de
carbone est de ∼ 6 meV. Grâce à l’étude de l’élargissement homogène en puissance
et en température, des mécanismes originaux de relaxation de population et de
cohérence dans ces nanostructures ont pu être mis en évidence.
Dans les boîtes quantiques GaN/AlN, notre expérience est la première mesure
directe de la largeur homogène d’absorption s − pz. La largeur spectrale de hole-
burning est Γhb = 27±2 meV. Le profil du spectre de hole-burning s’avère gaussien,
ce qui est compatible avec cette largeur spectrale extrêmement élevée. Par ailleurs,
nous avons constaté la dépendance en racine carrée de l’amplitude du signal ∆T/T
en fonction de l’intensité d’excitation. Ceci démontre le rôle déterminant des pro-
cessus à deux électrons, de type Auger, dans la relaxation de la population. À
partir de ces mesures et constats, nous avons construit un modèle théorique pour
l’évolution des populations électroniques. Ce modèle, tenant compte du profil spec-
tral gaussien et de la dépendance du signal en racine carée de la puissance, permet
d’évaluer la largeur homogène d’absorption à γ = Γhb/
√
3 = 16±1 meV. Le carac-
tère extrêmement rapide est expliqué par la présence des niveaux intermédiaires
entre s et pz qui ouvrent des chemins de relaxation non-radiative supplémentaires.
Cette transition électronique est fortement influencée par l’environnement électro-
statique autour de la boîte, à l’instar du profil gaussien du spectre d’absorption
homogène.
Le cas des nanotubes de carbone se différencie de celui des boîtes quantiques
GaN/AlN par son caractère unidimensionnel et par la nature excitonique marquée
des excitations élémentaires. Les nonlinéarités (réduction de la force d’oscillateur
∆f et élargissement collisionnel ∆Γ quand l’intensité d’excitation augmente) sont
dues au remplissage d’espace des phases et à l’interaction coulombienne entre ex-
citons. Cela vient du fait que les excitons, étant des bosons, sont composés de
d’électrons et de trous qui sont des fermions. Les interactions entre fermions com-
posants, négligeables à faible excitation, doivent être tenues en compte à forte
excitation où les excitons sont spatialement de plus en plus proches.
À basse température (T = 5 K), la relaxation de population et de cohérence
est régie par des processus d’interaction exciton-exciton. Nous avons considéré
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deux types d’interaction : l’annihilation exciton-exciton (EEA) dans laquelle deux
excitons entrent en collision, un exciton se recombine en cédant toute son énergie à
l’autre qui est promu à un état plus haut ; et la diffusion exciton-exciton (EES) dans
laquelle deux excitons se rencontrent et se diffusent élastiquement dans l’espace
des phases. EEA provoque une relaxation de population et ainsi de cohérence,
tandis que EES fait perdre la mémoire de phase des excitons, tout en gardant la
population des niveaux. Grâce à leurs signatures spectrales différentes, nous avons
pu distinguer leurs contributions et les analyser quantitativement. Les résultats
montrent que dans la relaxation de cohérence, EES jouent un rôle plus important
que EEA (ξEES = 0, 27 et ξEEA = 0, 14), bien que EEA soit déterminant dans
la relaxation de population, ce qui met en valeur les processus à deux excitons
purement déphasants dans les nanotubes de carbone. Cette caractérique nouvelle
place les excitons dans les nanotubes de carbone à mi-chemin entre les excitons de
Frenkel (électron–trou fortement liés) où la relaxation de population est dominée
par des processus de type Auger (EEA), et les excitons de Wannier (électron–
trou faiblement liés) où les excitons s’interagissent par des processus de diffusion
élastique (EES).
L’évolution de la largeur homogène en température montre qu’à basses tem-
pératures (T < 100K) la décohérence excitonique est assistée par des phonons
acoustiques (dispersion linéaire en centre de zone). Nous avons évalué le coeffi-
cient linéaire a = 32 ± 3 µeV/K (équation 3.58). À des températures plus élevées
(T > 100K), le rôle des phonons de type radial breathing mode (RBM) est consi-
dérable et nécessaire à l’explication de l’élargissement homogène en température.
Quelques points restent à préciser, expliquer et explorer : l’effet des fagots
de nanotubes, l’origine du signal de fond résiduel très large (dû probablement à
l’absorption à deux photons), l’influence de la longueur des nanotubes...
La technique de spectral hole-burning constitue une alternative à des techniques
de spectroscopie sur objets uniques, adaptée à des échantillons de haute densité.
Elle pourrait être appliquée à d’autres types de micro- et nano-structures comme
les nanocristaux semiconducteurs ou les fils quantiques.
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Fabrication des diaphragmes
2. Dépôt de la résine
3. Lithographie électronique
4. Développement
5. Dépôt des métaux
6. Lift-off
7. Résultat
1. Substrat
Figure A.1 – Procédure de fabrication des diaphragmes sur verre.
Nos diaphragmes sont fabriqués en salle blanche du Laboratoire, avec l’aide
précieuse de Michael Rosticher et Pascal Morfin, les ingénieurs du Département.
La figure A.1 illustre les étapes à suivre pendant cette fabrication. Au cœur de la
fabrication sont la lithographie électronique, qui permet une très haute résolution
spatiale grâce à la courte longueur d’onde de Broglie des électrons ; et le dépôt
métallique par effet Joule.
Préparation du substrat
Le substrat est découpé d’une lamelle en verre, en utilisant une pointe diaman-
tée. Il faut ensuite nettoyer le substrat afin d’assurer une bonne cohésion métal-
153
Annexes
verre. Pour nettoyer, nous passons le substrat 5 minute dans de l’acétone, puis
2 minute dans l’IPA, les deux dans un bain ultrason, et sécher avec un pistolet
à l’azote. L’acétone est un très bon solvant qui dissout la plupart des impuretés
organiques et inorganiques habituelles, mais comme l’acétone s’évapore très vite,
il peut laisser des résidus même après séchage. L’utilisation de l’IPA qui s’évapore
plus lentement corrige ce problème.
Afin d’enlever encore d’autres impuretés organiques, nous passons l’échantillon
dans du plasma d’oxygène. C’est un nettoyage chimique à sec : les ions d’oxygène
réagissent avec les atomes de carbone pour former le CO2 qui est ensuite évacué.
Nous utilison un PLASMA CLEANER de HARRICK PLASMA. La tension est
réglée à 15V et le temps de nettoyage est de 5 minutes.
Dépôt de la photorésine et métalisation
La photorésine utilisée est du PMMA (PolyMethylMethAcrylate), très utilisée
dans la photolithographie et lithographie électronique. Le PMMA est déposé à
la tournette, l’accélération est réglée à 4000 tours/s2, la vitesse à 4000 tours/s
et le temps est de 30 secondes. Le résultat est une couche homogène de PMMA
d’épaisseur ≈ 550 nm. L’échantillon avec résine est ensuite recuit à 160°C pendant
15 minutes.
Pour la lithographie électronique, la surface de la résine doit être métalisée
afin de permettre aux électrons de s’évacuer. Nous déposons une couche de 15 nm
d’aluminium à l’évaporateur à effet Joule. C’est le même évaporateur qui va être
utilisé pendant le dépôt du masque d’or des diaphragmes.
Lithographie électronique
Nous utilisons un appareil de lithographie électronique eLine de Raith, qui
permet une résolution spatiale de 40 nm. Concrètement pendant notre fabrication,
la tension est réglée à 20 kV, l’ouverture 120µm, le courant 4 nA et une dose de
250µC/cm2. L’exposition de la résine sous le faisceau électronique se fait point
par point (d’où une haute résolution spatiale et un temps d’exécution très long),
la distance entre deux points successifs est 100 nm. Le pattern, ou réseau de points
à exposer, doit être programmé et entré à l’avance.
Développement
Le développeur utilisé est MIBK (Methyl IsoButyl Ketone) et le bain d’arrêt est
de l’IPA. Nous commençons par enlever la couche d’aluminium avec une solution
≈ 2% de potasse dans l’eau pure, pendant 1 minute. Il faut aussi préparer au
préalable un mélange 1 MIBK : 3 IPA en volume et de l’IPA pur. L’échantillon est
trempé pendant 70 secondes dans le mélange MIBK :IPA et immédiatement après,
30 secondes dans de l’IPA pour arrêter le développpement.
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Après cette étape, seules les parties de la résine qui sont exposées – c’est-à-dire
les carrés qui entourent les micro-trous – vont être dissoutes et enlevées par le
MIBK.
Dépôt métallique
Nous déposons ensuite 5 nm de chrome et 95 nm d’or pour une épaisseur totale
de 100 nm de métal. Le chrome assure une bonne cohésion verre-métal.
Lift-off
On utilise de l’acétone pour enlever la résine restante, et donc du métal déposé
au-dessus. On agite doucement l’échantillon dans l’acétone jusqu’à ce que toute la
couche de résine restante soit enlevée.
Résultat
Il reste donc du métal (Cr + Au) uniquement dans les carrés à l’exception des
micro-trous, et nous obtenons ainsi l’échantillon des diaphragmes, comme l’illustre
la figure A.2.
ouverture carrée
10× 10µm2
Figure A.2 – Images prises par microscope optique du dépôt du diaphragme or-
sur-verre. Figure à gauche : résultat de lithographie électronique. Figure à droite :
résultat du dépôt métallique.
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Annexe B
Extraction de ∆f/f et ∆Γ/Γ à
partir des mesures
L’analyse des données expérimentales a été présentée dans la section 3.5.3 du
chapitre 3. Je détaille ici le code Matlab que nous avons développé.
Comment s’en servir La fonction ChemlaLorentz prend comme entrée :
• DeltaF : renormalisation de la force d’oscillateur, DeltaF= ∆f/f .
• DeltaG : élargissement homogène, DeltaG= ∆Γ/Γ.
• G : demi-largeur homogène d’absorption, déduite à partir des mesures aux
plus basses puissances. G= Γ/2.
• Linh : largeur de la distribution inhomogène. Linh= δ.
• index permet un échantillonnage flexible des énergies.
• Abg et Bbg : coefficients du fond, supposé linéaire, de photo-absorption.
• AmpAbs : taux d’absorption de l’échantillon.
Les variables DeltaF et DeltaG sont à déterminer pour chaque puissance d’ex-
citation afin d’ajuster au mieux le spectre de hole-burning correspondant.
Voici le code du programme :
♣ ♣ ♣
function ChemlaLorentz(DeltaF,DeltaG,G,LInh,index,
Abg,Bbg,AmpAbs)
Einit=750; Efin=850; %Plage spectrale en meV
Num=501; %Nombre de points
EnergyUnit=(Efin-Einit)/(Num-1); %Step, pas
A=zeros(Num,1); %Vecteur des énergies de sonde
for k=1:Num,
A(k,1)=Einit+(k-1)*EnergyUnit;
end
Multi=index; %Echantillonage
Num2=Num*Multi;
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EnergyUnit2=(Efin-Einit)/(Num2-1);
A2=zeros(Num2,1);
for k=1:Num2,
A2(k,1)=Einit+(k-1)*EnergyUnit2;
end
Chi=zeros(Num,Num2); %Matrice de Chi(E_sonde,E_nanotube)
ChiZero=zeros(Num,Num2);
DeltaChi=zeros(Num,Num2);
ChiInhomZero=zeros(Num,1); %Vecteur de Chi à tracer
ChiInhom=zeros(Num,1);
DeltaChiInhom=zeros(Num,1);
Broad=zeros(Num2,1); %Vecteur de l’élargissement homogène
DDCI = zeros(Num,1); %Absorption différentielle
E0=800.5; %\’Energie du laser de pompe
E1=750; %Centre de la distribution inhomogène
sigma=LInh; %Largeur de la distribution inhomogène
bg = zeros(Num,1); %Background -- fond de photo-absorption
for n = 1:Num,
bg(n,1) = (A(n,1)-E0)*Abg + Bbg;
end
for dC=1:Num2, %Indice pour l’élargissement inhomogène
g(dC,1)=exp(-(A2(dC,1)-E1)^2/sigma^2/2);
%Distribution inhomogène
F(dC,1)=DeltaF*G^2./((A2(dC,1)-E0)^2+G^2);
Broad(dC,1)=DeltaG*(G+0*DeltaG/2)^2
./ ((A2(dC,1)-E0)^2+(G+0*DeltaG)^2);
end
for d=1:Num, %Indice pour l’énergie du laser de sonde
for dC=1:Num2, %Indice pour l’élargissement inhomogène
Chi(d,dC)=(1+F(dC,1))./(A(d,1)-A2(dC,1)
+i*(G+Broad(dC,1)));
ChiZero(d,dC) = 1./(A(d,1)-A2(dC,1)+i*G);
DeltaChi(d,dC) = ChiZero(d,dC) - Chi(d,dC);
ChiInhomZero(d,1)=ChiInhomZero(d,1)
+imag(ChiZero(d,dC))*g(dC,1);
ChiInhom(d,1)=ChiInhom(d,1)+imag(Chi(d,dC))*g(dC,1);
DeltaChiInhom(d,1)=DeltaChiInhom(d,1)
+imag(DeltaChi(d,dC))*g(dC,1);
DDCI(d,1) = DeltaChiInhom(d,1)/ChiInhomZero(d,1);
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end
end
FitY = DDCI*AmpAbs;
plot(A(:,1),FitY(:,1) + bg(:,1),’r’);
Fit=zeros(Num,2);
Fit(:,1)=A(:,1); Fit(:,2)=FitY(:,1)+bg(:,1);
save FitGammaetF.dat Fit -ASCII;
end
♣ ♣ ♣
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